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R É S U M É
Les propriétés radiatives de plasmas denses et chauds conditionnent de nombreux
phénomènes rencontrés dans les intérieurs stellaires et dans le cadre de la fusion par
confinement inertielle. Afin d’améliorer les modèles dans un régime à la fois proche du
solide (de l’ordre du g.cm−3) et de plusieurs centaines d’électron-Volts, des mesures en
laboratoire sont aujourd’hui nécessaires. L’étude menée dans cette thèse consiste en la
caractérisation de tels plasmas formés par interaction laser à ultra-haute intensité.
Dans le cas d’un plasma d’aluminium, les mesures expérimentales obtenues ont per-
mis de mettre en évidence le caractère complexe de l’interprétation d’un spectre d’émis-
sion de couche K habituellement utilisé pour estimer la densité et la température du
plasma. Pour restituer les résultats expérimentaux, une suite de simulations numériques
utilisant plusieurs codes (codes PIC CALDER, hydro-radiatif MULTI et de physique ato-
mique SPECT3D) a été menée. Ces simulations ont permis de conclure sur la nécessité de
prendre en compte de nombreux phénomènes physiques pour caractériser au mieux le
plasma : les conditions d’équilibre, la présence d’électrons chauds, l’évolution temporelle
rapide et les gradients spatiaux. Ces points sont abordés et discutés dans ce travail.
Ces études montrent que ce type d’expériences ouvre de vastes perspectives dans
l’étude des plasmas à très haute densité. Une bonne résolution temporelle et spatiale
est néanmoins nécessaire pour assurer une caractérisation précise de la densité et de la
température du plasma produit.
A B S T R A C T
In the fields of stellar interiors and inertial confinement fusion, determination of dense
and hot plasmas opacity is a major goal. Laboratory plasmas, close to both solid density
and hundreds of electron-volt temprature are needed to improve theoretical and numer-
ical models. This work is focused on the characterization of such plasmas formed by
ultra-high-intensity laser interaction with solid matter.
Experimental measurements on aluminium plasmas are presented. They highlight
the complexity arising in the interpretation of K-shell x-ray emission spectra, typically
used to infer the plasma density and temperature. To reproduce these experimental
results, simulations using 3 codes were carried out (PIC code - CALDER, radiation-
hydrodynamics code - MULTI and atomic population code - SPECT3D).
This work concludes on the need to account for many physical phenomena to fur-
ther characterize the plasma: non-LTE equilibrium, hot electrons, time evolution and
spatial gradients. All these issues are addressed and discussed. This kind of experiment
opens bright perspectives in the study of very-high-density plasmas. Good temporal and
spatial resolution is nevertheless necessary to ensure an accurate characterization of the
plasma density and temperature.
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I N T R O D U C T I O N
contexte – la physique des hautes densités d’énergie
L’étude de la fusion thermonucléaire a permis le développement d’installations
de hautes technologies afin de reproduire au sein des laboratoires des plasmas
en conditions extrêmes de densité et/ou de température : la physique des hautes
densités d’énergie 1. Parmi ces installations, on trouve depuis plusieurs dizaines
d’années les lasers de puissance et les machines à striction axiale (Z-pinch). Elles
permettent de délivrer une densité d’énergie suffisante pour reproduire un état
extrême de la matière : les plasmas denses et chauds.
L’étude des propriétés radiatives des plasmas denses et chauds est au cœur
des questions liées à la fusion par confinement inertiel et à l’astrophysique de
laboratoire. Les plasmas dont nous allons parler dans cette thèse ont une densité
proche de la densité solide (supérieure à 1 g.cm−3) et une température dépassant
la centaine d’électron-Volts 2.
ρ & 1 g.cm−3
T & 100 eV
pourquoi s’intéresser à la matière dans de telles conditions ?
Dans ce régime, une partie significative du transfert d’énergie a lieu sous forme
radiative. Des mesures expérimentales dans ce régime de haute densité et haute
température seraient une valeur ajoutée importante permettant l’amélioration et
la validation des modèles numériques pour la simulation du comportement des
étoiles ou les simulations liées à la fusion par confinement inertiel.
1. La communauté utilise l’acronyme anglais de High Energy Density Physics (HEDP)
2. 1 eV = 1, 6.10−19 J ∼ 11600 °K
1
2 introduction
Le transport du rayonnement en FCI
La recherche pour produire de l’énergie à partir de la fusion d’éléments légers
a débuté vers le milieu du XXe`me siècle. La réaction de fusion entre les noyaux de
deutérium et de tritium est la réaction dont la section efficace est la plus favorable.
Elle produit un noyau d’hélium et un neutron de 14MeV .
D+ T → He4 +n (14MeV)
Pour atteindre un bilan d’énergie positif, on souhaite que la puissance ther-
monucléaire dégagée soit supérieure à la puissance absorbée et dissipée princi-
palement par rayonnement. Lawson, 1957 a donné un critère fixant une borne
inférieure au produit entre la densité n et le temps de confinement τ :
nτ > 1014 cm−3.s avec T > 3.107 K
Il faut donc que le plasma atteigne des hautes températures. Deux voies sont
ensuite envisageables : soit le plasma de faible densité est confiné pendant un
temps long, c’est la fusion par confinement magnétique (dont iter est l’un
des projets internationaux phares) ; soit le plasma est fortement comprimé sur
des temps courts, c’est la fusion par confinement inertiel. Cette voie inertielle
s’illustre à travers deux grandes installations mondiales, le nif (National Ig-
nition Facility) à Livermore (usa) et le lmj (le Laser Méga-Joule) à Bordeaux
(france).
Figure 1.1 – Schéma de principe de l’attaque indirecte pour la fusion par confinement
inertiel.
Parmi les projets de recherche qui permettraient de réaliser la fusion par confi-
nement inertiel d’une capsule de deutérium-tritium, l’attaque indirecte est une
voie très étudiée. Elle consiste à éclairer la capsule par un rayonnement X produit
par l’irradiation laser d’une cavité (holraum) constituée d’un élément de Z élevé.
La multitude des zones d’interaction permettrait d’éclairer la cible de manière
uniforme afin de produire une compression homogène. Il est donc primordial de
comprendre et de décrire au mieux le transport de rayonnement dans les zones
d’interaction au niveau de la cavité ou à la surface de la capsule ce qui nécessite
d’approfondir l’étude des plasmas denses et chauds.
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Acquérir des mesures correspondant à la zone radiative d’étoiles
Dans un autre domaine et dès 1922, Eddington, 1922 souligne le rôle que
pourraient avoir, dans la modélisation stellaire, les processus microscopiques
participant à l’absorption du rayonnement. Les premiers calculs ont été appor-
tés par Kramers, 1923 (section efficace d’absorption dans l’approximation semi-
classique) et Rosseland, 1924 (utilisation d’une moyenne harmonique dans l’ap-
proximation de corps noir). De manière fortement simplifiée, les transitions entre
les niveaux d’énergie internes aux atomes ont été ajoutées bien plus tard (Cox
et al., 1965). Cette description a grandement amélioré les modèles stellaires mais
certaines observations restaient inexpliquées. C’était le cas des étoiles variables
céphéides dont les oscillations demeuraient énigmatiques.
À partir des années 1980 (Simon, 1982), une piste envisagée pour lever les
incohérences entre modélisation et observation est une meilleure prise en compte
des éléments peu abondants et au numéro atomique supérieur à deux. Plusieurs
groupes de recherche (dont opal - Iglesias et al., 1987 et op - Seaton et al., 1994)
ont montré des variations importantes en améliorant les modèles physiques à
l’origine du calcul des propriétés radiatives.
Grâce à l’émergence des lasers de puissance (portée par la fci) et des Z-pinchs,
des programmes expérimentaux se lancent enfin pour contribuer à l’amélioration
des modèles stellaires (da Silva et al., 1992). L’orientation expérimentale choisie
est la réalisation d’un plasma le plus homogène possible et proche de l’équilibre
thermodynamique.
Afin d’illustrer la diversité des plasmas dont nous parlons ici, la figure 1.2
représente dans un diagramme densité massique(ρ) - température(T) le chemin
thermodynamique à l’intérieur du Soleil. Le chemin parcourt des densités allant
de 10−3 à 102 g.cm−3 et des températures jusqu’à 1 keV .
Figure 1.2 – Chemin thermodynamique à l’intérieur du Soleil, Code mesa (Paxton et al.,
2013) et composition de (Asplund et al., 2009).
De ∼ 0, 3 à ∼ 0, 7 rayon solaire (R), le transport d’énergie est dominé par le
transfert de rayonnement. Cette zone radiative soulève aujourd’hui des questions
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depuis la mise en évidence de l’incompatibilité entre les modèles solaires et les
mesures d’héliosismologie (Bahcall et al., 1982 ; Turck-chièze et al., 2001 ; Turck-
Chièze et al., 2004 ; Basu & Antia, 2008 ; Serenelli et al., 2009). C’est pourquoi,
des expériences pour apporter des données concernant les propriétés radiatives
d’éléments stellaires à des densités et des températures élevées sont aujourd’hui
susceptibles d’aider à répondre aux questions.
revue des expériences passées
La production en laboratoire de plasmas à haute densité et haute température
est difficile car la matière chauffée à de très fortes températures se détend à une
vitesse extrêmement rapide, de l’ordre de la vitesse du son cs =
√
Z∗Te/mi soit
105m/s ou encore 0.1µm/ps pour du carbone à 200 eV . La densité initiale d’une
cible solide chauffée décroit par conséquent tout aussi rapidement. La mesure
non-ambigüe de ces conditions extrêmes nécessite donc des schémas expérimen-
taux particuliers permettant de ralentir la détente ainsi que des diagnostics à très
hautes résolutions (spectrale, spatiale et temporelle) compatibles avec l’évolution
rapide de ces plasmas.
Chauffage par rayonnement X
Depuis plus d’une dizaine d’années, des schémas expérimentaux permettant
l’étude des propriétés radiatives en conditions extrêmes ont été établis sur les
lasers de puissance et les Z-pinch. Ces schémas consistent à chauffer par rayon-
nement une cible (Perry et al., 1991), le plus souvent à l’intérieur d’une cavité
pour un rayonnement homogène (Winhart et al., 1996 ; Merdji et al., 1997). Cette
cavité permet de convertir l’énergie laser en rayonnement X. Ce champ de rayon-
nement imposé à la cible permet ainsi la réalisation de conditions de la dizaine
à la centaine d’électron-Volts et jusqu’à 10−2 g.cm−3, pendant quelques nanose-
condes.
Plus récemment, l’utilisation de la machine Z-pinch au Sandia National Labora-
tories a permis la réalisation d’échantillon dans des conditions de densité supé-
rieures (Bailey et al., 2007, 2015 fig. 1.3).
Ces méthodes par chauffage radiatif permettent de réaliser des échantillons
relativement homogènes sur une durée de plusieurs centaines de picosecondes
et proches d’un état d’équilibre thermodynamique. Ces schémas sont particuliè-
rement adaptés à la spectroscopie d’absorption car les sources X d’une durée de
quelques picosecondes permettent une mesure sans être a priori perturbée par
l’évolution hydrodynamique de l’échantillon.
Cependant ces méthodes sont limitées à des températures d’une centaine
d’électrons-Volts et à une densité très inférieure à la densité du solide.
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Chauffage par interaction à Ultra-Haute Intensité (UHI)
Les lasers à UHI dont l’intensité est supérieure à 1017W.cm−2 permettent un
dépôt d’énergie sur des temps inférieurs ou de l’ordre de la picoseconde. Un
nouveau domaine de l’interaction laser-matière a ainsi été ouvert et son étude a
notamment été conduite dans le cadre de l’allumage rapide (Tabak et al., 1994).
Les mécanismes mis en œuvre dans cette interaction, et détaillés dans le chapitre
2, montrent qu’il est possible de chauffer de manière isochore la matière afin de
conserver une densité solide pendant le dépôt d’énergie (Davidson et al., 2000 ;
Saemann & Eidmann, 1998).
Ces interactions ont ouvert la voie à un régime de densité/température jus-
qu’alors inaccessible. Plusieurs essais dès la fin du XXe`me siècle montrent qu’il
est possible d’atteindre des températures de l’ordre de 500 eV en conservant la
densité solide de l’élément choisi (Saemann et al., 1999 ; Hoarty et al., 2013b).
Cependant la caractérisation de ces plasmas n’est pas aussi satisfaisante pour le
moment que la méthode par chauffage radiatif, notamment à cause de leur évo-
lution temporelle très rapide.
La figure 1.3 illustre les conditions réalisées lors de plusieurs expériences, elles
sont comparées au chemin thermodynamique à l’intérieur du Soleil.
Figure 1.3 – Points expérimentaux correspondant aux conditions réalisées : en cercle
vert, le chauffage par cavité radiative, en triangle orange, l’utilisation du
Z-pinch, en étoile rouge, le chauffage isochore UHI. Différents éléments ont
été utilisés et les barres d’erreur, non représentées, dépendent beaucoup de
la méthode utilisée. Le chemin thermodynamique du Soleil est, pour illus-
tration, superposé à ces données.
[1] Perry et al., 1991 ; [2] Winhart et al., 1996 ; [3] Merdji et al., 1997 ; [4] Re-
naudin et al., 2006 ; [5] Bailey et al., 2007 ; [6] Bailey et al., 2015 ; [7] Saemann
et al., 1999 ; [8] Harris et al., 2010 ; [9a] Hoarty et al., 2013b ; [9b] Hoarty et al.,
2013a
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Approfondir l’étude des plasmas denses
À travers l’étude du rayonnement émis par la cible chauffée, il est possible
de comprendre les mécanismes microscopiques de physique atomique liés aux
densités proches ou supérieures au solide. La comparaison entre différents codes
de physique atomique (Serduke et al., 2000) souligne l’écart important entre les
modèles à très basses et très hautes densités. En particulier, à haute densité, c’est
l’aspect collectif qui est à l’origine des écarts, c’est-à-dire le traitement en phy-
sique atomique de l’environnement plasma. Le chauffage isochore UHI pourrait
être une plate-forme adaptée à cette problématique, notamment à la question
des profils de raies, de l’abaissement de potentiel, des phénomènes d’écrantage
électronique et à travers ces deux derniers points, la délocalisation d’orbitales
atomiques qui peut apparaître à haute densité (Hoarty et al., 2013a).
objectifs et plan de la thèse
L’interaction à ultra-haute intensité a étendu le domaine des plasmas acces-
sibles expérimentalement. Cependant, ils sont pour le moment moins bien ca-
ractérisés. Les études concernant ces plasmas se heurtent à des difficultés à la
fois expérimentales dans la mise en place de diagnostics nouveaux, et à la fois
numériques par l’absence de codes permettant de modéliser l’ensemble du phé-
nomène.
L’objectif premier de cette thèse a été d’établir le domaine de densité/tempéra-
ture accessible par chauffage UHI pour l’installation elfie 3 du luli 4 à l’École
Polytechnique. Cet objectif nous amènera à la présentation d’un schéma expé-
rimental et d’une méthode d’analyse permettant de caractériser au mieux les
plasmas ainsi produits. Cette méthode soulignera différents aspects physiques
dont il est nécessaire de connaître les conséquences car ils peuvent modifier l’in-
terprétation des résultats expérimentaux.
Les deux premières expériences réalisées sont présentées dans ce travail qui
sera entièrement orienté sur la question de la caractérisation du plasma. Pour
cela nous avons centré ce travail sur l’étude de la couche K de l’aluminium bien
adaptée à nos conditions expérimentales comme nous le verrons par la suite. Le
manuscrit se décompose en trois parties.
La première partie, regroupant les chapitres 2, 3 et 4, présente les généralités
théoriques liées à l’évolution du plasma caractérisée par une série de descriptions
physiques formellement différentes. Dans le chapitre 2, les mécanismes d’inter-
action et de chauffage sont décrits : ils font appel aux spécificités de l’interaction
laser-matière à ultra-haute intensité et au transport des électrons dans la matière.
3. Équipement Laser de Forte Intensité et Énergie (ELFIE)
4. Laboratoire de l’Utilisation des Lasers Intenses (LULI)
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Le chapitre 3 décrit les mécanismes de refroidissement et l’évolution temporelle
hydrodynamique et radiative du plasma. Enfin le chapitre 4 détaille les méca-
nismes de rayonnement et leurs liens avec les conditions hydrodynamiques du
milieu. C’est le rayonnement du plasma, en particulier les transitions de raies
qui vont nous aider à caractériser le domaine de densité/température atteint. On
s’intéresse ici à la structure atomique des ions présents.
Chaque chapitre se termine par une brève description des codes utilisés dans
cette thèse pour modéliser les différentes phases du plasma produit.
La deuxième partie (ch.5 et 6) détaille deux expériences réalisées. Le chapitre
5 présente les conditions expérimentales : les lasers, les cibles et la configuration
des expériences. Le chapitre 6 détaille les diagnostics utilisés : spectromètres X,
caméra X à balayage de fente sub-picoseconde et ombroscopie à 3ω.
La troisième partie présente, en 4 chapitres (ch.7 à 10), comment cette étude
a permis de restituer et d’illustrer la diversité des processus physiques mis en
jeu dans ce contexte expérimental. Cette analyse permet de soulever un à un
certains phénomènes physiques pouvant complexifier l’interprétation des condi-
tions plasma parmi lesquelles l’écart à l’équilibre et la présence de gradients
seront grandement discutés.

Première partie
L E S G É N É R A L I T É S T H É O R I Q U E S
Dans cette première partie, les généralités théoriques nécessaires à l’in-
terprétation des mesures obtenues dans le cadre de cette thèse sont
présentées. Trois domaines de la physique des plasmas doivent être
abordés dans cette thèse pour avoir une compréhension globale des
expériences réalisées. Pour comprendre les régimes de température
et densité mesurés après interaction UHI, il est nécessaire d’appré-
hender les processus physiques à l’origine d’un chauffage isochore.
Le premier chapitre esquisse les processus majeurs d’accélération et
de transport des électrons dans la matière. Par la suite une présen-
tation du code PIC calder est réalisée car ce type de code décrit
le plus exhaustivement possible les processus connus collisionnels et
collectifs d’absorption laser, la génération et le transport d’électrons
supra-thermiques. Après ce dépôt d’énergie, l’évolution du plasma
fait appel aux processus hydrodynamiques et radiatifs. Le second cha-
pitre résume les phénomènes physiques influençant le bilan d’énergie.
Puis on présentera le code multi qui prend en compte l’ensemble des
processus de refroidissement notamment les aspects bi-températures
et radiatifs. Pour finir, afin de sonder le domaine thermodynamique
atteint et d’appréhender les possibilités d’études liées à ces régimes
UHI, un aperçu des processus atomiques à haute densité et haute
température sera présenté.

2
G É N É R AT I O N E T T R A N S P O RT D ’ É L E C T R O N S R A P I D E S
Dans le régime ultra-intense et ultra-bref de l’interaction laser-matière, les la-
sers sont caractérisés par une impulsion courte (sub-picoseconde) produite par
la technique de l’amplification par dérive de fréquence (Chirped Pulse Amplifi-
cation (CPA) (Strickland & Mourou, 1985)) et une tache focale s’approchant de la
limite de diffraction (quelques microns). Les intensités ainsi réalisables dépassent
les 1018W.cm−2. La caractéristique essentielle de l’interaction laser-matière dans
ce régime ultra-intense est l’accélération vers l’intérieur de la cible d’électrons
très énergétiques (plusieurs dizaines de keV) appelés suprathermiques ou chauds.
Dans ce régime, l’absorption de l’énergie laser fait intervenir un grand nombre
de processus simultanés et dominés par le champ laser. Nous verrons que l’in-
tensité laser et la longueur du gradient en densité à la surface sont les deux para-
mètres majeurs influençant la prédominance de l’un des processus physiques de
l’interaction laser-matière. En raison de leur inertie et de la brièveté de l’impul-
sion ces mécanismes affectent majoritairement les électrons.
Ce chapitre expose d’abord différents mécanismes d’absorption responsables
de l’accélération d’électrons chauds. Nous détaillerons par la suite plusieurs mé-
canismes régissant le dépôt d’énergie des électrons rapides en profondeur d’une
cible solide. Ces mécanismes sont responsables du chauffage de la cible que l’on
souhaite porter à plusieurs centaines d’électron-Volts.
2.1 interaction laser et accélération d’électrons
Dans le cadre classique, un laser de pulsation ω0 se propage dans un plasma
tant que ω0 > ωp, où ωp est la pulsation plasma définie par ω2p = nee
2/me0.
À cette limite la densité électronique ne est égale à la densité critique nc =
me0ω
2
0/e2 (à la longueur d’onde λ = 527nm, nc = 4.1021 cm−3). Dans le cas
d’un éclairement UHI, le phénomène de transparence induite (Lefebvre & Bon-
naud, 1995) peut se produire. Celui-ci permet une propagation légèrement au
delà de nc, jusqu’à nc,uhi = nc
√
1+
[
0.85
√
I18.λ2µ
]2
où I18 est l’intensité en unité
de 1018W.cm−2 et λµ la longueur d’onde laser en micromètre. Au delà de cette
densité, l’onde se scinde en une onde réfléchie et une onde évanescente. Cette
dernière décroit exponentiellement sur la longueur caractéristique lc = c/ωp ap-
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pelée épaisseur de peau. Celle-ci dépend de la densité électronique (lc = 83nm à
ne = 4.1021 cm−3). En unités pratiques, la densité critique et la longueur de peau
s’écrivent de la manière suivante :
nc = 1, 1.1021 cm−3
(
1µm
λ0
)2
lc = 100nm
(
2, 8.1021 cm−3
ne
)1
2
.
L’interaction laser se produit donc exclusivement à la surface pour une cible
solide de plusieurs microns d’épaisseur. L’état de cette surface est donc un pa-
ramètre essentiel. Or la surface d’une cible initialement solide peut être défor-
mée par une quantité d’énergie focalisée et arrivant avant l’impulsion principale.
Cette quantité d’énergie parasite peut provenir de pré-impulsions ou de l’Ampli-
fication de l’Émission Spontanée 1 (ASE) présente dans les milieux amplificateurs
d’une chaîne CPA. Ces perturbations provoquent une expansion de la face avant,
formant ainsi un préplasma avant l’interaction principale. La zone d’interaction
s’étend alors sur plusieurs micromètres en amont de la surface initialement so-
lide. Nous verrons qu’il est possible d’améliorer expérimentalement cet effet pour
éviter une trop forte perturbation de la face avant de la cible.
Ce gradient de densité a un rôle essentiel dans les mécanismes d’absorption
laser. Nous définissons théoriquement le préplasma par sa longueur de gradient
Ln =
∣∣∣ne/~∇ne∣∣∣ et le paramètre adimensionné à la longueur d’onde laser (Ln/λ).
Plusieurs mécanismes concernant l’absorption laser, la génération d’électrons
suprathermiques et leur transport, sont détaillés dans le travail de thèse de
L. Gremillet, 2001. La problématique de la génération de ces électrons est com-
plexe et de nombreux phénomènes sont à prendre en compte selon les conditions
de l’interaction. Le premier processus est un mécanisme collisionnel :
• L’absorption collisionnelle ou bremsstrahlung inverse prédomine à bas flux
I 6 1015W.cm−2 :
– L’électron oscillant dans un champ électrique ~E va subir des collisions
avec les ions. Ces collisions vont induire un déphasage entre le déplace-
ment de l’électron (sa vitesse ~u) et le champ électrique ~E de sorte que la
puissance moyenne < ~u.e~E > est finalement non nulle. (Milchberg et al.,
1988 ; Murnane et al., 1989)
– À éclairement élevé, les effets collisionnels diminuent nettement à cause
de la dépendance en T−3/2 de la fréquence de collisions électron-ion
donnée par Spitzer & Härm, 1953 2. De plus, l’augmentation de la tem-
pérature, en augmentant le libre parcours moyen des électrons, favorise
l’absorption laser sur des profondeurs plus grandes. Cet effet de peau
1. L’acronyme anglais est utilisé : Amplified Spontaneous Emission (ASE)
2. νspitzerei =
Z∗2e4nilnΛ
320m
1/2
e (2pikBT)
3/2
, page 37.
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anormal Weibel, 1967 conduit à un chauffage décrit par Rozmus & Ti-
khonchuk, 1990 et Yang et al., 1995.
L’absorption collisionnelle explique en partie le chauffage du plasma dès les in-
tensités modérées mais n’est pas la seule responsable de l’accélération de parti-
cules chargées vers l’intérieur de la cible. Au lieu de considérer un seul électron
et ses collisions, les mécanismes suivants font intervenir l’ensemble des électrons
et un couplage au champ laser. Ce couplage fait apparaître des effets collectifs
responsables d’une accélération d’électrons relativistes.
• L’absorption résonnante est un mécanisme d’absorption non collisionnel
dépendant de la polarisation. Il est prédominant en incidence oblique et
gradient de densité modéré (0, 1 < Ln/λ0 < 10) (Freidberg et al., 1972 ;
Bastiani et al., 1997).
– Un terme résonnant entre l’onde laser et une onde plasma électronique
(ω0 = ωpe) permet d’exciter l’onde plasma. Plusieurs mécanismes non-
linéaires saturent sa croissance et son déferlement accélère certains élec-
trons à une vitesse proche de celle de l’onde plasma.
– Afin que plusieurs oscillations soient présentes dans le préplasma, ce
phénomène nécessite un gradient de densité modéré dans le même sens
qu’une composante du champ électrique (incidence oblique, surface dé-
formée, forte focalisation). Autrement dit, l’amplitude des oscillations
ne doit pas dépasser la longueur de gradient :
(
eE
meωp
< Lnλ0
)
. Le méca-
nisme n’est donc pas efficace pour des gradients faibles ou des hautes
amplitudes.
– Un modèle proposé par Freidberg et al. montre que pour un angle θ
entre le gradient de densité et le champ ~E, la fraction laser absorbée est
de l’ordre de A = 2.6ξ2exp
(
−4ξ3/3
)
où ξ = (2piLn/λ0)
1/3 sin (θ). Dans
le cas de gradient faible de l’ordre de λ0 , quelques valeurs sont données
dans le tableau 2.1. Le maximum est atteint pour θ = 25°.
θ 5° 10° 15° 25° 35° 45° 60°
A (%) 6, 7 25, 5 51, 3 84, 0 59, 9 22, 9 2, 9
Table 2.1 – Fraction d’énergie laser absorbée par absorption résonnante pour
(
Ln
λ0
∼ 1
)
en fonction de l’angle entre le gradient de densité et le champ électrique
laser.
• La distribution de la population des électrons ainsi accélérés est décrite
dans un travail théorique de (Forslund et al., 1977 ; Estabrook & Kruer,
1978) par une maxwellienne de température Th  Te (nc) avec :
Th ∼ 14 keV
(
Iλ2
1016W.cm−2.µm2
Te (nc)
1 keV
)1
3
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où Te (nc) est la température des électrons thermiques au voisinage de la
densité critique.
• Le chauffage d’écrantage (effet Brunel) est un mécanisme d’absorption non
collisionnel et non-résonnant prédominant en incidence oblique et gradient
raide (Ln/λ0 < 0, 1) (Brunel, 1987).
– Dans un gradient plus court, les électrons sont envoyés vers le vide
par oscillations dans le champ laser. Puisque la densité d’électrons dans
l’épaisseur de peau est très élevée, ces électrons sont très nombreux et
forment un champ électrique par séparation de charges qui les rappelle
vers la cible. Si ce champ électrique est suffisamment fort, l’électron peut
être injecté à l’intérieur de la cible et, de par la faible pénétration du
champ électrique dans un plasma (typiquement sur l’épaisseur de peau),
l’électron oscillant peut se déphaser de cette oscillation.
– Gibbon & Bell, 1992 montrent numériquement que l’énergie moyenne
des électrons ainsi produits est proportionnelle à
(
Iλ2
)α avec α variant
de 1/3 à 1/2, la partie chaude de la distribution n’étant pas bien restituée
sous la forme d’une maxwellienne. Ce processus est prépondérant sur
l’absorption résonnante pour des gradients faibles Ln/λ0 < 0, 1.
• Le chauffage pondéromoteur (ou accélération~j× ~B) est un mécanisme d’ab-
sorption non collisionnel localisé dans l’épaisseur de peau et prédominant
pour des champs forts
(
Iλ2 > 1018W.cm−2.µm2
)
(Lindl & Kaw, 1971 ;
Kruer & Estabrook, 1985 ; Malka & Miquel, 1996).
– La force pondéromotrice est une force oscillante dont une des compo-
santes hautes fréquences est proportionnelle à ~v× ~B dont la pulsation
est de 2ω0. Pour une impulsion de vecteur d’onde ~k et de pulsation ω0
polarisée linéairement avec ~E = E0cos
(
ω0t−~k.~r
)
, elle s’écrit :
~F = −
e2
4meω
2
0
[
~∇
(
E20
)
+ ~∇
(
E20
)
cos
(
2
(
ω0t−~k.~r
))
+ 2~k.E20sin
(
2
(
ω0t−~k.~r
))]
Le premier terme est lentement variable et constitue la force pondé-
romotrice (< ~FP >= −~∇I0/2cnc avec I0 l’intensité laser). Elle pousse les
électrons vers les régions de champ faible et conduit à un raidissement
du gradient de densité. Les autres termes sont responsables du chauf-
fage pondéromoteur, d’une manière similaire au chauffage d’écrantage,
les électrons au voisinage de la surface peuvent sortir de la cible par
oscillation. Comme ils se déphasent à chaque demi-période à cause des
hautes fréquences de la force pondéromotrice, ils peuvent s’échapper
de la zone d’interaction laser et être alors injectés dans la cible.(Bauer &
Mulser, 2007 ; Debayle et al., 2013)
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– Wilks et al., 1992 décrivent dans un travail théorique et numérique la
distribution d’électrons ainsi produite par une maxwellienne de tempé-
rature :
Th [keV] = 511
(√
1+
1
1, 37
(
I
1018W.cm−2
λ2
µm2
)
− 1
)
En pratique, l’ensemble des phénomènes participe à la distribution en énergie
des électrons chauds. Le travail numérique réalisé par Lefebvre & Bonnaud, 1997
souligne, dans une large gamme d’intensité laser, la sensibilité des mécanismes
à l’état de surface et donc la nécessité expérimentale de maîtriser les conditions
plasmas initiales.
Pour décrire cette distribution sous la forme simple d’une maxwellienne, Beg
et al., 1997 ont proposé à partir de données expérimentales une température chaude
en fonction du paramètre Iλ2, cette relation porte le nom de loi de Beg :
Th [keV] = 215
[
I
1018W.cm−2
λ2
µm2
]1/3
Le travail théorique de Haines et al., 2009 qui est une modification de la loi
donnée par Wilks et al., 1992 donne quant à lui :
Th [keV] = 511

√√√√
1+ 1, 2
(
I
1018W.cm−2
λ2
µm2
)1
2
− 1

Ces deux résultats sont en assez bon accord, entre eux et avec le travail expéri-
mental réalisé par Chen et al., 2009, comme le présente la figure 2.1.
Figure 2.1 – Comparaison entre la loi empirique de Beg, la loi théorique de Wilks et
celle de Haines ainsi que les résultats expérimentaux de Chen et al., 2009.
Les différentes couleurs représentent différentes expériences.
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Dans le cadre de ce travail, l’interaction laser-matière s’effectue dans un régime
picoseconde avec λ0 = 0, 527 µm, un préplasma relativement court
(Ln < quelques λ0) et un éclairement faiblement relativiste(
Iλ2 ∼ quelques 1018W.cm−2.µm2
)
. Selon la longueur du préplasma, c’est donc
à la fois l’absorption résonnante, le chauffage d’écrantage et le chauffage pondéromoteur
qui se produisent simultanément. Une composante oblique du champ laser par
rapport au gradient de densité peut s’expliquer à la fois par l’angle d’incidence
du laser et une polarisation ou par la déformation de la surface de la cible (qua-
lité initiale ou pendant l’interaction). Les électrons sont alors accélérés dans la
direction des gradients de densité, majoritairement selon la normale à la cible.
À titre d’ordre de grandeur, pour une intensité de 5.1018W.cm−2 à 527nm, les
températures données par la loi de Beg et Haines sont respectivement de l’ordre
de 240 et 280 keV .
Divergence et recirculation
Une fois les électrons accélérés vers l’avant, leur mouvement s’accompagne
d’une divergence. Il a été montré que cette divergence de l’ordre de 30◦− 35° aug-
mente par la présence d’un préplasma (Santos et al., 2007), mais le lien entre les
mesures expérimentales et la non-isotropie de la distribution d’électrons chauds
n’est pas évident à faire et parfois remis en cause (Ovchinnikov et al., 2011 ; Tho-
mas et al., 2013).
Les électrons relativistes traversent une cible de plusieurs microns en un temps
inférieur à la picoseconde. Cependant de nombreuses expériences ont mis en évi-
dence la possibilité pour des électrons chauds de circuler dans la cible pendant
plusieurs picosecondes. Lorsque les premiers électrons très énergétiques sortent
de la cible, un champ électrique se créé en face arrière dû à la séparation de
charge. Seul les électrons extrêmement énergétiques échappent alors à la cible
(Fill, 2005 ; Myatt et al., 2007), les autres sont rappelés vers l’intérieur. Un mé-
canisme identique s’effectue face avant et un ensemble d’aller et retour entre les
faces de la cible se perpétue jusqu’à la thermalisation de ces électrons. On appelle
ce phénomène la recirculation.
On distingue alors la recirculation longitudinale parallèle à l’axe laser et la re-
circulation radiale, orthogonale à l’axe laser (Quinn et al., 2011). Étant donné
la divergence du faisceau d’électrons, la recirculation s’effectue dans les deux
dimensions. La recirculation radiale est favorisée avec l’utilisation de cibles de
diamètre réduit. En effet, le temps caractéristique du phénomène physique étu-
dié peut alors être inférieur au temps nécessaire pour l’aller-retour d’un électron
relativiste selon la dimension radiale (Nishimura et al., 2011). Cette recirculation
radiale a des conséquences importantes sur l’accélération de particules (protons,
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ions) car elle augmente le champ accélérateur à la surface de la cible dans le mé-
canisme d’accélération TNSA 3 (Buffechoux et al., 2010 ; MacKinnon et al., 2002).
2.2 mécanismes de chauffage
Les électrons accélérés se propagent à travers la cible. Leur interaction avec les
autres électrons en profondeur d’une cible solide est responsable du chauffage
sur plusieurs micromètres. Lors de la propagation, on distingue des effets colli-
sionnels individuels et des effets de champs collectifs que l’on détaille ci dessous.
2.2.1 Chauffage collisionnel
Les électrons chauds effectuent des collisions avec les ions, les électrons liés et
les électrons libres de la cible. La grandeur caractéristique de la perte d’énergie
lors de ces processus est le pouvoir d’arrêt : l’énergie déposée par unité de lon-
gueur. À cause de la grande différence de masse, les collisions avec les ions sont
élastiques, elles participent à la diffusion des électrons mais très peu au chauffage
à cause du faible transfert d’énergie. En revanche, plusieurs types de collisions
entre électrons sont inélastiques et responsables du transfert d’énergie des élec-
trons suprathermiques vers les électrons thermiques de la cible. Nous détaillons ci
dessous 4 mécanismes responsables de ce transfert d’énergie.
• Les collisions avec les électrons liés (Seltzer & Berger, 1974 ; Inokuti, 1971) :
une partie de l’énergie cinétique est absorbée dans le déplacement d’un état
quantique à un autre.
• Les collisions avec les électrons libres (Solodov & Betti, 2008) : l’électron
libre de plus faible énergie récupère une partie de l’énergie de l’électron
incident.
• Le couplage avec excitation de plasmons (Pines & Bohm, 1952) : l’électron
incident produit une réponse collective du plasma.
• Le bremsstrahlung (Koch & Motz, 1959 ; Pratt et al., 1977) : l’électron inci-
dent dans un champ coulombien perd une partie de son énergie par émis-
sion d’un photon X. L’énergie se dépose ensuite dans la cible selon le co-
efficient d’absorption photoélectrique des éléments traversés. Le pouvoir
d’arrêt radiatif devient important pour des électrons d’énergie très élevée
(> 10MeV pour l’aluminium).
Afin d’estimer la perte d’énergie par unité de longueur selon les conditions du
plasma, nous rappelons ici différents modèles permettant de tracer ce pouvoir
d’arrêt collisionnel.
3. Target Normal Sheath Acceleration
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Pouvoir d’arrêt dans un matériau chaud
Dans un matériau chaud, le degré d’ionisation Z∗ modifie le potentiel moyen
d’ionisation I0. Le travail réalisé par (More, 1986) à partir du modèle de Thomas-
Fermi permet de donner une formule semi-empirique simple :
I0 [eV] = 10
Z exp
[
1, 29 (Z∗/Z)0,72−0,18Z
∗/Z
]
√
1−Z∗/Z
où Z est le numéro atomique du matériau.
Ce potentiel va nous permettre d’exprimer la première composante du pouvoir
d’arrêt due aux électrons liés. En reprenant l’expression donnée par Rohrlich &
Carlson, 1954 pour le dépôt d’énergie sur des électrons liés dans un matériau
froid et en prenant en compte le nombre réel d’électrons liés (Z−Z∗) et le poten-
tiel moyen d’ionisation I0 (Z∗), le pouvoir d’arrêt d’un électron incident d’énergie
E s’écrit :
Qlie´s
ni
= Q0
(Z−Z∗)
β2
[
ln
(
γ+ 1
2
E2
I20
)
+
1− (2γ− 1) ln 2+ (γ− 1)2 /8
γ2
]
où Q0 = 2pir2emec2 (avec re le rayon classique de l’électron 4), β2 = (p/γmec)
2
et γ =
(
1−β2
)−1/2.
Pour l’effet des Z∗ électrons libres, le travail de Li & Petrasso, 2004 montre qu’il
est possible de décrire le pouvoir d’arrêt sous la forme :
Qlibres
ni
= Q0
Z∗
β2
[
ln
(
m2ec
2 (γ− 1) λ2D
2 h2
)
+ 1−
2γ− 1
γ2
ln 2+
(γ− 1)2
8γ2
]
où λD =
√
kBTe0
nee2
est la longueur de Debye.
Enfin, les électrons peuvent perdre leur énergie par excitation d’une onde de
sillage (plasmons). Pines & Bohm, 1952 décrivent le pouvoir d’arrêt associé par :
Qplasmons
ni
= Q0
Z∗
β2
ln
(
β2c2
ω2pλ
2
D
)
où ω2p = nee2/me0 est la pulsation plasma.
4. re = e2/4pi0mec2
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Figure 2.2 – Pouvoir d’arrêt total et ses 3 composantes (Qlie´s, Qlibres, Qplasmons) en
fonction de l’énergie d’un électron incident, dans un plasma d’aluminium à
densité solide et à 200 eV .
Le pouvoir d’arrêt total s’écrit donc :
Qtotal
ni
=
Q0
β2
Z∗
(
2 ln
(
I0
γωp h
)
+β2
)
+
Q0
β2
Z
(
ln
(
γ+ 1
2
E2
I20
)
+
1− (2γ− 1) ln 2+ (γ− 1)2 /8
γ2
)
Cette formule suppose que l’on puisse sommer les contributions individuelles
de chaque atome, en réalité dans un milieu dense plusieurs atomes participent
au potentiel effectif vu par l’électron 5. Cette hypothèse est valable lorsque l’éner-
gie de l’électron incident est nettement supérieure à l’énergie des électrons ato-
miques. Afin de tracer et d’estimer ce pouvoir d’arrêt, nous utilisons un mo-
dèle d’ionisation de Thomas-Fermi et l’ajustement numérique donnée par More
rappelé dans le livre de Salzmann, 1988. On considère un plasma d’aluminium
(Z = 13) à densité solide
(
ρ = 2, 7 g.cm−3
)
, le pouvoir d’arrêt en fonction de
l’énergie incidente de l’électron
(
E = (γ− 1)mec
2
)
est tracé sur la figure 2.2. On
observe que le pouvoir d’arrêt décroit jusqu’à environ 1MeV , avant de se main-
tenir proche d’une valeur minimale, cette stagnation est due à la saturation du
paramètre β qui atteint asymptotiquement sa valeur maximale égale à 1. Elle ne
nous concerne pas vraiment car ces énergies ne sont atteintes que marginalement
dans nos régimes d’interaction. En regardant les différentes contributions sur la
figure 2.3 où le pouvoir d’arrêt est tracé en fonction de la température pour deux
électrons d’énergie incidente 10 keV et 1MeV , on observe que le ralentissement
sur les électrons liés est dominant pour des températures basses.
5. La considération d’un effet de densité réalisée par Inokuti & Smith, 1982 montre une aug-
mentation du pouvoir d’arrêt pour des électrons dont l’énergie est supérieure au MeV.
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Figure 2.3 – Pouvoir d’arrêt total d’un électron (à 10 keV ou 1MeV) en fonction de la
température électronique, dans un plasma d’aluminium à la densité du so-
lide (2, 7 g.cm−3).
En revanche lorsque la température augmente, l’ionisation de l’aluminium
contribue à augmenter la composante due aux électrons libres au détriment des
électrons liés. On remarque enfin que le pouvoir d’arrêt total est peu dépendant
de la température, bien que les causes du ralentissement changent en fonction de
la température.
À l’aide de ce pouvoir d’arrêt, il est possible d’obtenir des ordres de grandeurs
concernant la distance parcourue et le temps pour qu’un électron soit totalement
arrêté.
Estimation de la distance maximale parcourue et du temps d’arrêt
Il est possible de définir la distance maximale atteinte R par un électron d’éner-
gie initiale E0 et son temps d’arrêt correspondant en calculant :
R(E0) =
∫0
E0
dE
Q (E)
et τarreˆt(E0) =
∫0
E0
1
cβ (E)Q (E)
dE
Figure 2.4 – Distance maximale parcourue et temps d’arrêt en fonction de l’énergie de
l’électron incident. (Al 2, 7 g.cm−3 et C 2 g.cm−3 à 500 eV)
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La figure 2.4 illustre ces grandeurs selon l’énergie initiale de l’électron pour
un plasma d’aluminium ou de carbone solide à 500 eV . De même que le pouvoir
d’arrêt total Q (E) est très peu dépendant de la température, R (E) et τarret (E)
varient peu avec la température. On remarque que seuls les électrons supérieurs
à 20 keV s’arrêtent au delà des dix premiers microns parcourus dans le carbone.
Étant donné que l’électron subit de nombreuses déviations, la véritable profon-
deur atteinte dans la cible est généralement inférieure à R.
Pouvoir d’arrêt radiatif
L’émission d’un photon X lors du ralentissement d’un électron dévié est res-
ponsable d’un dépôt d’énergie supplémentaire. Ce pouvoir d’arrêt radiatif fait
intervenir la section efficace de bremsstrahlung. Ce vaste problème a fait l’objet
d’une synthèse par Koch & Motz, 1959 complétée jusqu’en 1977 par le travail nu-
mérique de Pratt et al.. Soulignons que ce dépôt contient une dépendance en Z2,
ce processus peut donc devenir dominant à Z élevé. Dans le cas de l’aluminium,
la figure 2.5 issue de la thèse de L. Gremillet, 2001 montre que le pouvoir radiatif
est négligeable en deçà de 10MeV . Pour des intensités faiblement relativistes et
un plasma d’aluminium, le pouvoir d’arrêt radiatif est donc négligeable.
Figure 2.5 – Pouvoir d’arrêt radiatif dans le cas de l’aluminium en fonction de l’énergie
de l’électron dévié.
2.2.2 Chauffage résistif
Courant de retour
Le grand nombre d’électrons accélérés et leur vitesse relativiste induisent res-
pectivement une forte charge d’espace ainsi que des champs magnétiques in-
tenses, rendant les effets à caractère collectif non négligeables.
L’apport en charge dans la cible tend à chasser les électrons thermiques vers la
périphérie. La neutralisation en charge permet d’éviter l’explosion coulombienne
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du faisceau et est extrêmement rapide puisqu’elle s’effectue sur un temps carac-
téristique :
τq = νeiω
−2
p < fs
Les électrons suprathermiques produisent un courant qui se propage à des in-
tensités très élevées
(
quelques 106A
)
. Le plasma répond à cette perturbation par
un courant dit de retour composé d’électrons thermiques accélérés par le champ
magnétique auto-généré du courant incident 6. Il s’agit donc d’un courant en sens
opposé neutralisant tout ou une partie du courant incident permettant ainsi à ce
courant de se propager à des intensités dépassant la limite d’Alfvén, 1939. Pour
que la neutralisation soit efficace, il faut que la dimension du faisceau soit nette-
ment supérieure à l’épaisseur de peau magnétique : rlaser  c/ωp ∼ 0, 5 µm. Le
phénomène se produit en un temps caractéristique :
τc = ν
−1
ei ∼ fs
La diffusion due aux collisions perturbe la neutralisation. Après un temps
maximal τdiffusion correspondant à la diffusion des champs magnétiques, la neu-
tralisation ne permet pas de maintenir le faisceau d’électrons.
τdiffusion = µ0σR
2
laser ∼ 30 ps
(
rlaser
5µm
)2 ( σ
106 S.m−1
)
La dissipation collisionnelle du courant de retour accéléré par les électrons
chauds conduit au chauffage des électrons de la cible. Cette population thermique
se distingue donc de la population suprathermique constituée par les électrons
chauds.. Autrement dit, à cause de la résistivité non nulle du milieu, le courant
de retour induit va chauffer la cible par effet Joule. Cet effet est une composante
essentielle au chauffage en profondeur d’une cible solide. (Santos et al., 2007 ;
Lee & Sudan, 1971)
Stabilité du courant de retour
Le maintien du faisceau d’électrons fait intervenir des champs auto-générés
et des instabilités. Un champ magnétique est induit en présence d’inhomogénéi-
tés (du faisceau incident et/ou de la résistivité), et ce, même dans le cas d’une
neutralisation en courant quasi-parfait. L’équation de Maxwell-Faraday et la loi
d’Ohm appliquées au courant de retour jb s’écrit :
∂~B
∂t
= −~∇× ~E = −η~∇×~jb − ~∇η× ~jb
6. Il s’agit d’une conséquence de la loi de Lenz selon laquelle toute modification du flux
magnétique entraîne l’apparition d’un courant induit s’opposant à sa variation.
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La première partie montre que les gradients de courant (~jb) permettent à eux
seuls de générer un champ capable de faire converger les électrons. La seconde
partie montre qu’un gradient de résistivité (η) peut également être responsable
de champs magnétiques. La dépendance donnée par Spitzer
(
η ∝ T−3/2
)
montre
que le chauffage progressif du plasma peut alors influencer le faisceau. Un chauf-
fage plus fort au centre provoque une chute de résistivité et le centre du faisceau
devient répulsif. Les électrons cherchent les zones de forte résistivité.
Le croisement de deux faisceaux d’électrons en sens opposé et l’absence d’ho-
mogénéité parfaite du faisceau d’électrons chauds qui se propage permettent à
de nombreuses instabilités de croître. Certaines sont responsables d’une très forte
dégradation de ce faisceau.
Le maintien du courant de retour et la résistivité non-nulle du plasma per-
mettent de chauffer la cible par effet Joule. Ce dépôt d’énergie peut s’exprimer
sous la forme d’un pouvoir d’arrêt.
Pouvoir d’arrêt
Un modèle simple (Lovelace & Sudan, 1971 ; Gremillet, 2001) permet d’estimer
un temps caractéristique (τre´sistif) et la valeur du pouvoir d’arrêt lié à ce phé-
nomène collectif. Sur un temps court devant le temps de diffusion magnétique
(τdiffusion) et en supposant une neutralisation parfaite et un faisceau d’électrons
gaussien, ce temps caractéristique s’écrit en fonction des facteurs relativiste (γ, β),
de la conductivité σ et de la densité n (l’indice h faisant référence à la population
d’électrons supra-thermique) :
τre´sistif ∼ 700fs
(
γh
βh
)( σ
106 S.m−1
)( nh
1020 cm−3
)
Qres ∼
nhe
2vh
2σ
Le faisceau est donc susceptible de perdre une fraction importante de son éner-
gie en un temps relativement bref. En exprimant la conductivité σ sous la forme
donnée par Spitzer (Spitzer & Härm, 1953) :
σspitzer =
32
3pi
(
nee
2
meνei
)
= 16
√
2
pi
(
0c
reZ∗lnΛ
)(
kT
mec2
)3/2
avec re le rayon classique de l’électron 7 et lnΛ le logarithme coulombien 8. Nous
obtenons alors avec fh =
nh
ne
:
Qres
ni
∼
1
16
√
pi
2
Q0βhfhZ
∗2
(
kBTe
mec2
)−32
(2.1)
7. re = e2/4pi0mec2
8. Ce logarithme sera discuté p. 38
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Figure 2.6 – Comparaison du pouvoir d’arrêt collisionnel et collectif pour un plasma à
la densité du solide d’aluminium à T = 50 et 500 eV . (fh = 5%, lnΛ = 2)
où Q0 = 2pir2emec2 et fh = nh/ne est la fraction d’électrons suprathermiques sur
les électrons thermiques. On note ici la dépendance à l’inverse de la conductivité
(soit en T−3/2 d’après la formulation de Spitzer). L’augmentation de la tempéra-
ture fait donc rapidement chuter l’efficacité de ce dépôt collectif. Par ailleurs, à
travers la fraction fh, la dilution des électrons dans la cible amoindrit également
le dépôt d’énergie. La figure 2.6 illustre la comparaison entre pouvoir d’arrêt
collisionnel et le pouvoir d’arrêt collectif. On observe un dépôt plus important
sous la forme collective. Cependant les approximations réalisées correspondent
au premier instant. La figure montre en pointillés qu’une augmentation de la
température est très défavorable à l’efficacité du dépôt collectif. Les électrons qui
se diluent dans la cible et les instabilités du faisceau d’électrons sont également
deux effets qui vont rapidement diminuer l’efficacité du dépôt collectif alors que
les collisions peuvent se produire pendant un temps long.
2.3 comparaison du chauffage collisionnel et résistif
Après avoir abordé les différents mécanismes responsables du dépôt d’énergie,
considérons dans cette section deux modèles 0D afin de visualiser l’évolution de
la température dans le cas d’un dépôt uniquement collisionnel ou uniquement
résistif.
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Chauffage collisionnel dans un modèle 0D
Ce modèle 0D 9 est détaillé en annexe A, il permet de résoudre la dynamique
temporelle d’un système composé de trois populations : des ions, des électrons
thermiques, des électrons suprathermiques. Il s’agit de résoudre les équations cou-
plées de la chaleur en négligeant le chauffage résistif au profit d’un chauffage
collisionnel.
1. Les électrons chauds sont définis par l’intermédiaire de N groupes d’éner-
gie Ei (pondérée par un facteur pi), ils perdent leur énergie par l’intermé-
diaire du pouvoir d’arrêt Π et sous la forme d’une détente :
dEi
dt
=
Lc(t)
Lh(t)
Q(Ei, nc, Z
∗)β (Ei) c+
dEi
dt
∣∣∣∣
de´tente
pi =
exp
(
− EiTh
)
∑
i exp
(
− EiTh
)
Q est le pouvoir d’arrêt collisionnel total de la cible partiellement ionisée
(nc est la densité des électrons thermiques, Z∗ est le degré d’ionisation) et
β (Ei) c la vitesse du groupe d’électrons i. Le facteur
Lc(t)
Lh(t)
traduit la réduc-
tion de la puissance fournie au fur et à mesure que les électrons chauds se
détendent sur des distances bien plus grandes que l’épaisseur Lc(t) de la
cible massive.
2. Les électrons chauds cèdent, via des collisions, leur énergie aux électrons
froids qui la retransmettent aux ions, le système décrivant l’évolution des
températures s’écrit alors :
Ce(Te)
dTe
dt
= nh
N∑
i=1
piΠ(Ei)β (Ei) c−Cei(Te − Ti) +Ce
dTe
dt
∣∣∣∣
de´tente
−Qr
Ci(Ti)
dTi
dt
= Cei(Te − Ti) +Ci
dTi
dt
∣∣∣∣
de´tente
• Te et Ti sont les températures électronique et ionique
• Ce et Ci sont les capacités calorifiques électronique et ionique
• Cei est le facteur de couplage électron-ion
• Qr est la puissance volumique perdue par rayonnement
Ce modèle d’équations différentielles couplées permet d’estimer l’évolution tem-
porelle de l’équilibre collisionnel entre ces trois populations.
9. réalisé par L. Gremillet et publié dans (Antici et al., 2013)
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Il s’agit d’un modèle simple permettant de simuler le transfert d’énergie des
électrons chauds à la cible. On s’attend à surestimer le dépôt collisionnel. En effet,
en négligeant les effets géométriques, la dilution dans la cible est sous-estimée.
Cette dilution ne commence à être prise en compte qu’à partir d’une simulation
2D.
Chauffage résistif dans un modèle 0D
En négligeant le chauffage collisionnel, et en simplifiant au maximum les dé-
pendances considérées, il est possible de résoudre l’équation de la chaleur sui-
vante pour estimer une température à partir d’un dépôt résistif :
3
2
ne
dTe(t)
dt
=
j2
σ(Te)
Le courant de retour j s’exprime en fonction de l’intensité I0 sous la forme :
j = nhevh =
(
ηI0
kbTh
e
)
et la conductivité est exprimée par le modèle de Spitzer & Härm :
1
σ
=
3pi
32
meνei
nee2
=
1
64
√
2pi
Z∗e2
√
melnΛ
20T
3/2
e
où l’on note lnΛ le logarithme coulombien. Puis, en prenant le courant de retour
j et ne indépendants du temps, on intègre pour trouver :
Te(t) =
[
Te(0)
5/2 +
5
192
√
2pi
Z∗e2
√
mlnΛ
ne
2
0T
3/2
e
(
ηI0
kbTh
e
)2
t
]2/5
Soit pour Te(t) Te(0) :
Te(keV) ≈ 0, 37 (Z∗lnΛ)2/5
( ne
1023cm−3
)−2/5( ηI0
1018W.cm−2
)4/5(
Th
1MeV
)−4/5(
t
1 ps
)2/5
Ce modèle, extrêmement simplifié, ne permet d’obtenir que des ordres de gran-
deur sur des durées très courtes afin de pouvoir considérer la plupart des gran-
deurs indépendantes du temps. Il permet de tenir compte, par définition, de la
diminution de la résistivité avec la température.
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Figure 2.7 – Évolution de la température dans le cas d’un modèle 0D uniquement colli-
sionnel et d’un modèle uniquement résistif pour les paramètres lasers sui-
vant : Elaser = 1J, λlaser = 0, 527 µm, τFWHM = 350 fs, φFWHM = 5µm.
L’intensité est donc 9.1018W.cm−2 et on considère un taux de conversion
en électrons arbitrairement choisi à 15%. Enfin une cible d’aluminium so-
lide d’épaisseur 3µm et un volume de 60µm3 pour les électrons chauds
sont considérés.
Comparaison des deux modèles
La figure 2.7 permet de comparer l’évolution de la température selon chaque
modèle. Aux temps courts, le chauffage résistif est très efficace et permet à lui seul
d’atteindre des températures supérieures à la centaine d’électron-Volts. À cause
des phénomènes d’instabilité du faisceau d’électrons chauds, de la dilution dans
la cible et de la décroissance de la résistivité avec la température, le modèle est
très approximatif et il faut s’attendre à un arrêt rapide du chauffage résistif. Le
chauffage collisionnel au contraire peut continuer à se produire sur des temps
caractéristiques supérieurs à la picoseconde.
Les mécanismes que nous avons vus correspondent à un transfert d’énergie
des électrons chauds vers les électrons froids. Après interaction, on obtient donc
un plasma fortement hors équilibre avec Te  Ti . Il faut attendre plusieurs pico-
secondes pour que le plasma se thermalise par collisions électrons-ions.
Pour décrire la génération et le transport des électrons en tenant compte à la
fois du comportement collisionnel et collectif, il est nécessaire d’utiliser un code
particulaire. Nous allons décrire succinctement le code calder utilisé par la
suite.
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2.4 présentation du code calder
Appelés PIC pour Particle-In-Cell (PIC), ces codes décrivent le plasma comme
un ensemble de macro-particules évoluant selon les lois du mouvement de New-
ton et de Maxwell-Faraday. Nous utiliserons dans cette thèse le code calder
(Lefebvre et al., 2003) dont les principales caractéristiques sont présentées ci des-
sous.
Schéma numérique explicite
Dans une des méthodes numériques utilisables, les particules et les champs
évoluent en deux étapes. Tout d’abord, on définit au temps ti la position des
macro-particules et les champs électriques E. À partir de E, on définit les autres
quantités au temps ti+1/2. La relation de Maxwell-Faraday permet le calcul du
champ B. Puis, avec les équations du mouvement et les champs E et B, les vitesses
sont calculées d’après l’équation du mouvement et permettent un déplacement
des particules. Ces déplacements impliquent également des courants. Au temps
ti+1, on a donc la possibilité de calculer de nouveau les positions d’après la
vitesse et un nouveau champ électrique d’après la relation de Maxwell-Ampère
sur le champ B et le courant j.
Équation du mouvement :
d (γmv)
dt
= q (E+ v×B)
Maxwell-Faraday :
∂B
∂t
= −∇× E
Maxwell-Ampère :
∂E
∂t
= ∇×B− µ0j
Les codes PIC sont ainsi capables de traiter complètement la génération et
la propagation des champs E et B (y compris le laser) et permettent ainsi de
modéliser l’ensemble des processus d’absorption et d’accélération de particules
à ultra-haute intensité ainsi que leurs conséquences sur les courants produits.
Figure 2.8 – Étapes successives pour le calcul des particules et des champs dans le cadre
d’un schéma explicite d’un code PIC. (Perez, 2010)
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La thèse de Mathieu Drouin, 2009 explique en détail la méthode explicite uti-
lisée dans calder. Il met en évidence la présence d’un chauffage numérique
intrinsèque à cette méthode. Ce chauffage diminue en augmentant le nombre
de particules par maille ou en augmentant le facteur de forme comme présenté
ci-dessous.
Facteur de forme et chauffage numérique
Afin de réduire au maximum les perturbations liées à ce chauffage numérique,
100 particules par maille au minimum ont été utilisées. Les particules ne sont pas
considérées comme ponctuelles, elles s’étalent sur plusieurs nœuds du maillage
selon un facteur de forme. Il en est de même pour les champs, eux aussi appli-
qués à plusieurs nœuds du maillage. Le plus simple consiste en une fonction
créneau de largeur égale au pas du maillage de telle sorte que la grandeur est
associée au nœud le plus proche (Nearest Grid Point Method). Un facteur de forme
d’ordre supérieur k = 2, 3, 4, ... consiste à diluer la grandeur sur plusieurs nœuds,
on utilise alors une spline 10 d’ordre k sur les (k+ 1)d nœuds du maillage en di-
mension d. Le chauffage diminuant avec l’ordre du facteur de forme, un facteur
d’ordre 4 récemment implémenté dans CALDER a été utilisé. Il est important
de réduire au mieux ce chauffage numérique car nous cherchons à modéliser le
chauffage d’une cible solide. Outre ce facteur de forme, un nouveau schéma pour
l’interpolation des champs électrique et magnétique a été implémenté (Sokolov,
2013), il permet notamment une meilleure conservation de la charge.
Définition de la température à partir de CALDER
Nous utiliserons la notion de température pour décrire le chauffage et la po-
pulation d’électrons. Or la température est intrinsèquement liée à l’équilibre ther-
mique d’un ensemble de particules qui sont alors décrites par une distribution
maxwellienne en énergie. Comme nous avons vu que les mécanismes d’absorp-
tion laser en régime ultra-intense produisent une population d’électrons très éner-
gétiques, les particules dans un code PIC ne décrivent pas forcément une distri-
bution maxwellienne en énergie. Il n’est donc pas souvent possible de définir de
manière exacte une température. Cependant cette notion de température est uti-
lisée en distinguant deux populations, les électrons thermiques de température
Te et les électrons suprathermiques de température Th. On décrit les électrons
comme une somme de deux maxwelliennes de températures différentes. La fonc-
10. C’est une fonction définie par morceaux par des polynômes d’ordre k. Le terme français est
cerce, mais l’usage a consacré le terme anglais. (https://fr.wikipedia.org/wiki/Spline)
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tion de distribution fe s’écrit alors en fonction d’une maxwellienne F et de la
fraction d’électrons chauds fh = nh/ne,tot = nh/(ne+nh) :
fe (E) = F (E ; (1− fh)ne,tot ; Te) + F (E ; fhne,tot ; Th)
avec F (E ; n ; T)dE = n
2√
pi
√
E
kBT
exp
(
− EkBT
)
dE
kBT
Figure 2.9 – Exemple d’une fonction de distribution calculée par CALDER (en noire).
Les courbes rouge et bleue définissent deux populations par deux maxwel-
liennes différentes Te = 609 eV et Th = 12 keV . La température électronique du
plasma correspond à la température de la population thermique.
Dans le cas de la figure 2.9, la courbe noire issue d’un calcul CALDER 2D
représente un exemple typique d’une fonction de distribution en énergie notée
f (E, x0, y0, t0) des électrons compris en 10 eV et 100 keV . Elle correspond à l’état
de la distribution en énergie à un pas de temps et au cœur de l’aluminium dense
sur l’axe laser 11.
Décrivons deux méthodes permettant de définir une température électronique du
plasma.
• Une première méthode consiste à ajuster le plus précisément possible la
fonction de distribution calculée par le code PIC (voir figure 2.9) par la
somme de deux maxwelliennes. On associe alors à la première maxwel-
lienne une population thermique contenant la majorité des particules et à
la seconde une population suprathermique due à un écart à l’équilibre ther-
mique. L’ajustement numérique donne pour une première maxwellienne
dont la température de 610 eV est appelée ici température électronique du
plasma notée Te. La seconde température de 12 keV est appelée température
11. Cette simulation correspond au dernier pas de temps du cas détaillé dans le chapitre 8,
p.145.
2.4 présentation du code calder 31
des électrons suprathermiques notée Th. Cette méthode caractérise au mieux
la fonction de distribution. Cependant effectuer un tel ajustement numé-
rique à chaque pas d’espace et à chaque pas de temps est trop coûteux en
temps afin d’obtenir les températures dans une simulation 2D. Il est donc
nécessaire de faire autrement dans nos simulations.
• Une seconde méthode consiste à choisir une borne supérieure en énergie
pour définir les électrons thermiques. Dans notre cas, nous avons fixé cette
borne à 10 keV . Il est possible de définir la température à partir de l’éner-
gie moyenne Eth de l’ensemble des particules dont l’énergie est inférieure
à 10 keV . La température est alors définie comme 23Eth. En considérant la
fonction de distribution figure 2.9, la température donnée par cette méthode
est Te = 610 eV . Cette méthode à l’avantage d’être plus simple à mettre en
œuvre numériquement pour définir la température et donne des résultats
similaires à celle donnée par la première méthode dans les conditions de
nos simulations. Elle sera utilisée dans toutes les simulations calder pré-
sentées dans cette thèse pour parler de la température du plasma.
Te(x, y, t) =
2
3
∫10keV
0 f(E, x, y, t)EdE∫10keV
0 f(E, x, y, t)dE
La température associée à la maxwellienne suprathermique provient d’un ajus-
tement sur les points compris entre 10 keV et 100 keV . Cette température Th ne
correspond pas à la température définie à partir de l’énergie moyenne (qui est de
80 keV dans ce cas) de tous les électrons supérieurs à 10 keV car il existe des élec-
trons supérieurs à 100 keV . Il faut cependant noter que les lois en température
présentées p.15 pour la population d’électrons chauds ont été confrontées expé-
rimentalement à des mesures liées aux électrons sortants du plasma qui sont les
plus énergétiques. Il n’est donc pas impossible que la température caractéristique
des électrons chauds au cœur de la cible soit inférieure à ces estimations.
Afin de réaliser des simulations les plus précises possibles concernant le chauf-
fage, nous avons utilisé le code calder en géométrie 2D. Voyons maintenant les
modèles que nous avons utilisés pour décrire au mieux l’interaction, le transport
et le dépôt d’énergie au sein de la cible.
Modèles utilisés dans nos simulations
La géométrie 2D est un choix important permettant notamment de prendre
en compte la dilution des électrons dans le plan de la cible. Sans cette dilution
le dépôt d’énergie est nettement surestimé. Avec un maillage 2D, cette dilution
est prise en compte mais l’utilisation d’un maillage cartésien dans calder sous-
estime la dilution par rapport à une description cylindrique ou sphérique. Le
maillage cartésien avec un pas de 6.4nm (ω0∆x/c) = 0.04 permet de résoudre
c/ωp ∼ 16nm mais pas la longueur de Debye initiale λD ∼ 0.5nm. Un pas de
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temps de 0.028ω−10 ∼ 14 as permet de résoudre ω
−1
p , le temps le plus court
caractéristique du mouvement des électrons. L’ensemble des modules suivants
ont été utilisés pour décrire au mieux l’interaction et le transport :
• Méthode de Lehe pour la résolution des équations de Maxwell avec pertes
réduites (Lehe et al., 2013)
• Méthode d’Esirkepov pour la conservation de charge (Esirkepov, 2001)
• Collisions élastiques et inélastiques (Pérez et al., 2012)
• Ionisation par champs (Nuter et al., 2011)
• Schéma résistif MHD (Cohen et al., 2010)
• Modèle de rayonnement synchrotron (Lobet et al., 2013)
Bien que le code CALDER soit actuellement le moyen le plus complet à notre
disposition pour modéliser l’interaction UHI, le refroidissement par rayonnement
n’est pas pleinement pris en compte dans l’évolution hydrodynamique. Seuls les
modes de longueur d’onde supérieur à ∆x sont pris en compte dans les pertes
radiatives ce qui exclut le rayonnement X. Or pour décrire le chauffage sur des
temps caractéristiques de la picoseconde, ce refroidissement radiatif n’est pas
toujours négligeable : ce traitement incomplet est une limitation des simulations
réalisées.
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conclusion
L’accélération d’électrons suprathermiques au sein de la cible fait intervenir
plusieurs mécanismes d’absorption collisionnels et collectifs que nous avons dé-
crits. La longueur de gradient, l’intensité laser et l’angle d’incidence sont les trois
paramètres favorisant l’un ou l’autre de ces processus. Lorsque ces électrons sont
injectés au sein de la cible une rapide neutralisation en charge et en courant s’ef-
fectue sous la forme d’un courant de signe opposé dit courant de retour permet-
tant au courant incident de se maintenir jusqu’à des profondeurs de plusieurs
micromètres. Les électrons chauds injectés ont donc, en plus d’un comportement
collisionnel, un comportement collectif à travers le courant de retour. Ce dernier
participe au chauffage en profondeur de la cible par effet Joule. La comparaison
du dépôt d’énergie montre que ce chauffage collectif est le plus efficace mais
ne se produit efficacement que sur un temps court (∼ 0, 1 ps). Le chauffage col-
lisionnel complète et prolonge le chauffage sur des temps plus longs (∼ 1 ps).
Les collisions permettent également de transférer l’énergie aux ions mais sur des
temps longs (∼ 1 ps). On s’attend donc, sur une échelle de temps de l’ordre de
la picoseconde, à un chauffage électronique de la cible de manière isochore et à un
plasma fortement hors équilibre avec Te  Ti .
Après l’interaction laser, le plasma va se refroidir et se détendre. À de telles
températures le refroidissement radiatif joue un rôle important dans l’évolution
hydrodynamique et le code calder n’est donc pas particulièrement adapté, ni
en temps de calcul ni en terme de physique radiative pour continuer à modéliser
l’évolution du plasma. La réalisation d’une évolution de ∼ 1 ps nécessite déjà
plus de 150 heures sur 2000 processeurs dans nos conditions. Cela rend notre
utilisation du code inadaptée pour modéliser une évolution sur des dizaines de
picosecondes.
Après interaction, les chauffages collectif et collisionnel ont produit un plasma
dense, chaud où Te  Ti ; une description hydrodynamique est alors plus adaptée
pour décrire la détente et le refroidissement d’un tel plasma. Cependant les élec-
trons chauds et les champs auto-générés dans la cible ne peuvent plus être pris
en compte de manière auto-consistante dans cette description hydrodynamique-
radiative dont nous allons parler dans le chapitre suivant.

3
R E F R O I D I S S E M E N T H Y D R O D Y N A M I Q U E
Dans le chapitre précédent, nous avons abordé la physique de l’interaction
UHI et du transport des électrons dans la matière. La modélisation de ces phéno-
mènes est abordée dans le cadre de ce travail à l’aide du code calder présenté
au chapitre 2. Deux inconvénients majeurs nuisent à ces simulations : le coût
de calcul et l’absence de traitement des processus radiatifs. Cela ne permet pas
d’aborder l’interprétation de mesures s’effectuant sur des temps supérieurs au
dépôt d’énergie laser (& 1 ps).
On s’intéresse dans ce chapitre à l’évolution ultérieure de ce plasma et aux
mécanismes responsables du refroidissement de la cible. Afin de décrire cette
évolution au delà de l’interaction laser, nous avons choisi d’utiliser un code d’
Hydrodynamique-Radiative (HR). Un code HR ne décrit plus le plasma comme
un ensemble de particules ponctuelles, le milieu est cette fois-ci décrit comme un
fluide composé de deux espèces répondant chacune aux équations de la méca-
nique des fluides. L’utilisation que nous en faisons ici est assez marginale et ne
fait pas appel au dépôt d’énergie laser usuellement utilisé. On initialise nos condi-
tions par une cible solide chauffée de manière isochore avec Te  Ti, conditions
finales typiques d’une interaction UHI.
3.1 évolution hydrodynamique-radiative
La modélisation des phénomènes hydrodynamiques consiste à résoudre les
équations de la mécanique des fluides décrivant la conservation de la masse, de
l’impulsion et de l’énergie. Dans le cas d’un fluide de vitesse ~u composé de deux
espèces (une population électronique et ionique), le système s’écrit :(
∂t + ~u  ~∇
)
ρ+ ρ~∇  ~u = 0
ρ
(
∂t + ~u  ~∇
)
~u+ ~∇ (Pe + Pi) = 0
ρ
(
∂t + ~u  ~∇
)
εe + Pe ~∇  ~u = −Qei − ~∇  ~qe − ~∇ ~F
ρ
(
∂t + ~u  ~∇
)
εi + Pi ~∇  ~u = +Qei − ~∇  ~qi
(3.1)
avec ρ la densité, ~u la vitesse, Pe,i la pression, εe,i l’énergie spécifique, ~q le
flux de chaleur, Qei l’énergie apportée par les collisions, ~F le flux radiatif et nous
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ne considérons pas de sources extérieures d’énergie dans notre cas. Les indices
font références aux électrons ou aux ions, la neutralité de la charge relie la den-
sité électronique ne et ionique ni : ne = Z∗ni, avec Z∗ l’ionisation moyenne du
plasma. Dans le cas de ce modèle à deux espèces, deux relations supplémen-
taires sont nécessaires pour décrire l’évolution des 6 paramètres ρ, ~u, Pe,i, εe,i. Ce
sont les équations d’état électronique et ionique : Pe,i (ρ, εe,i). Enfin la tempéra-
ture est donnée en fonction de l’énergie interne par ces mêmes équations d’état :
Te,i (ρ, εe,i).
Nous avons vu dans le chapitre précédent que l’absorption laser concerne uni-
quement les électrons, ceux ci sont chauffés beaucoup plus rapidement que les
ions. À la fin de l’interaction on s’attend à un plasma tel que Te  Ti. Sans apport
d’énergie, nous distinguons quatre causes de refroidissement des électrons :
• La détente hydrodynamique
La détente se produit à cause de la pression thermique élevée du plasma, le
refroidissement résulte de l’équation d’état. Si la pression est croissante avec
la température et que l’on considère une détente adiabatique (PVγ = cst
avec γ le coefficient polytropique) nous avons :
∂T
T
∝ ∂P
P
= −(γ− 1)
∂V
V
• La relaxation électrons–ions
Le terme collisionnel Qei modélise un transfert d’énergie vers les ions, non-
nul lorsque Te > Ti. Ce terme tend à thermaliser l’ensemble du plasma
autour d’une température commune T = Te = Ti.
• La conduction thermique
Le flux thermique ~q modélise un transfert d’énergie électronique depuis les
zones chaudes vers les zones froides.
• Les pertes par rayonnement
Une partie du rayonnement du plasma peut sortir de la cible, emportant
avec lui une partie de l’énergie initiale sous forme d’un flux radiatif ~F.
Nous choisissons de détailler dans ce chapitre les trois derniers points, res-
ponsables du refroidissement du plasma dans les premières picosecondes après
l’interaction UHI.
3.2 relaxation électron-ion
Les électrons dont la température initiale est supérieure à celle des ions vont
transmettre une partie de leur énergie aux ions par collisions. Ce transfert amène
le plasma à un équilibre thermique où Te = Ti.
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3.2.1 Fréquence de collision de Spitzer
Dans un plasma, les particules transfèrent de l’énergie sous forme de colli-
sions. Pour un plasma faiblement corrélé où les collisions sont peu fréquentes 1,
le modèle présenté par Spitzer & Härm, 1953 montre que la fréquence de colli-
sions d’une population maxwellienne d’électrons sur des ions fortement chargés,
considérés comme immobiles à cause de leur masse élevée, a la forme :
τ−1ei = νei =
Z∗2e4nilnΛ
320m
1/2
e (2pikBTe)
3/2
où la section efficace de Rutherford a été utilisée, Z∗ est le degré d’ionisation
moyen, ni la densité des ions, Te la température électronique et lnΛ le logarithme
coulombien que nous détaillerons par la suite. Nous définissons également le
temps moyen de collisions électron-ion par τei = ν−1ei . Les collisions entre par-
ticules d’une même espèce peuvent également se décrire sous la forme de fré-
quences νee et νii :
τ−1ee = νee
∼=
e4nelnΛ
320m
1/2
e (2pikBTe)
3/2
−−−−−→
ne=Z∗ni
νei
Z
τ−1ii = νii
∼=
Z∗4e4nilnΛ
320m
1/2
i (2pikBTi)
3/2
−−−→
Te∼Ti
Z∗2
√
me
mi
νei
Lorsque l’on parle ici de collisions, il s’agit d’un échange d’impulsion. Les élec-
trons changent de direction à chaque collision, νei caractérise donc l’isotropisa-
tion de la fonction de distribution électronique. Mais dû au grand rapport des
masses, l’échange d’énergie est très faible, seule une fraction de l’énergie, de
l’ordre de 2me/mi peut être transférée. Le tableau 3.1 récapitule l’ensemble des
temps caractéristiques liés à ces collisions. L’équilibre en énergie électron-ion est
temps d’échange en impulsion τei ∼ fs
temps de relaxation de la fonction de
distribution électronique
τee ≈ Z∗τei & τei ∼ fs
temps de relaxation de la fonction de
distribution ionique
τii ≈ 1Z∗2
√
mi
me
τei & τei ∼ fs
temps d’échange en énergie électron-ion τQei =
(
mi
2me
)
τei≫ τei ∼ ps
Table 3.1 – Temps caractéristiques des collisions, pour un plasma d’aluminium à
1 g.cm−3 et Te = 200 eV .
1. À l’origine le modèle a été développé pour un gaz totalement ionisé non dégénéré où les
collisions peu fréquentes ne perturbent pas fortement les fonctions de distribution (Spitzer, 1962,
"Physics of Fully Ionized Gases"). Le modèle est donc réaliste pour des plasmas peu denses et
très chauds où les interactions sont faibles.
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beaucoup plus long à atteindre que la relaxation au sein d’une même espèce. Cela
justifie le fait de considérer un plasma composé de deux populations chacune à
l’équilibre maxwellien mais avec deux températures différentes Te 6= Ti.
3.2.2 Le logarithme coulombien
La fréquence de collisions fait intervenir le logarithme coulombien. Celui ci
est nécessaire pour prendre en compte les paramètres d’impacts adaptés à la
collision coulombienne. Dans ce cas, la définition du logarithme coulombien est
la suivante :
lnΛei ≡ ln
√1+(bmax
bmin
)2 ≈ ln(bmax
bmin
)
Les paramètres bmax et bmin, où bmax > bmin, sont respectivement le para-
mètre d’impact maximal et minimal des collisions électron-ion dans le potentiel
coulombien. Ce logarithme est issu d’une intégrale sur l’ensemble des angles de
déviation que l’on choisit de limiter 2 aux angles associés aux paramètres d’im-
pact compris entre bmin et bmax.
Le modèle de Spitzer
Le modèle de Spitzer considère un gaz complètement ionisé, non-dégénéré
où l’énergie moyenne de l’électron incident est E = 32kBTe. Le paramètre d’im-
pact minimal dans un potentiel coulombien peut se définir comme la distance
d’approche minimale classique (re) ou comme la longueur d’onde de De Bro-
glie (λDeBroglie) prenant en compte la dualité onde-corpuscule non-négligeable à
haute énergie :
re =
Z∗e2
4pi0E
et λdeBroglie =
h
mv
=
h√
2mE
.
bmin = max
(
re, λdeBroglie
)
À longue distance, le potentiel coulombien d’un ion dans un plasma est écranté
par l’ensemble des électrons et ions de telle sorte qu’au delà de la longueur de
Debye-Huckel λDH, l’électron n’est plus sous l’influence du potentiel coulombien.
On obtient ainsi :
(
1
λDH
)2
=
(
1
λeD
)2
+
(
1
λiD
)2
=
nee
2
kBTe0
+
ni (Z
∗e)2
kBTi0
2. Le potentiel coulombien d’un ion isolé ayant une portée infinie, cette intégrale diverge pour
les petits angles de déviation, il est possible par exemple de limiter la portée de ce potentiel à la
longueur de Debye.
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bmax = λDH
et le logarithme coulombien s’écrit :
lnΛ = ln
[
λDH
max
(
re, λdeBroglie
)]
Lorsque ne est suffisamment grand, il est possible que bmax < bmin. Pour éviter
des logarithmes trop faibles voire négatifs, on impose lnΛ > 1. L’hypothèse de
Spitzer d’un plasma faiblement corrélé signifie que l’énergie potentielle des ions
et des électrons est faible devant leur énergie cinétique, les particules évoluent
donc presque librement. A l’aide de la distance moyenne entre deux ions ri =
(3/4pini)
1/3, on définit les constantes de couplage qui doivent être très inférieures
à l’unité.
Γii =
Z∗2e2
4pi0ri
.
1
kBT
∝ Z
∗2n1/3i
T
Γei =
Γii
Z∗
et Γee =
Γii
Z∗
5
3
Pour respecter l’hypothèse d’un plasma non-dégénéré, la température électro-
nique doit être très supérieure à la température de Fermi.
kBTe  kBTF =
(
3pi2nea
3
0
)2
3
Ry = 7, 9
( ne
1023 cm−3
)2
3
eV
où a0 = 0, 529Å est le rayon de Bohr et Ry = 13, 6 eV la constante de Rydberg.
Le modèle est donc pris en défaut à température faible ou à densité élevée. Des
effets de corrélations ou de dégénérescence peuvent alors apparaître.
Le modèle de Lee-More
Dans le modèle de Lee & More, 1984, ce logarithme coulombien va être affiné
pour rendre compte en partie d’effets de dégénérescence, d’écrantage ou de forte
corrélation. S’appuyant sur un travail numérique, le logarithme coulombien est
borné afin qu’il soit supérieur ou égal à 2.
La distance bmax est déterminée par la distance de Debye-Huckel prenant en
compte l’effet d’écrantage commun des électrons et des ions modifiée par l’ajout
de la température de Fermi :
(
1
λDH
)2
=
(
1
λeD
)2
+
(
1
λiD
)2
=
nee
2
kB
√
T2e + T
2
F0
+
ni (Z
∗e)2
kBTi0
Il s’agit d’une approximation vérifiée numériquement par Brysk et al., 1975
pour approcher l’effet de dégénérescence. Pour éviter que dans un plasma dense
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la distance d’écrantage λDH soit inférieure à la distance interatomique ri = (3/4pini)
1/3,
bmax est défini comme :
bmax = max (λDH, ri)
Le paramètre bmin est défini par le maximum entre la distance classique d’ap-
proche re et la longueur d’onde de De Broglie en fonction de l’énergie de la parti-
cule incidente E.
bmin = max
(
Z∗e2
4pi0E
,
h√
2mE
)
Dans le cas non dégénéré, les particules ont une énergie cinétique moyenne
(Ec = 32kBT ), et en cas de dégénérescence, l’énergie de la particule est égale à
l’énergie de Fermi EF.
Ainsi le logarithme s’écrit finalement :
lnΛ = max
2, 1
2
ln
1+( max (λDH, ri)
max
(
re, λdeBroglie
))2

Spécificité pour les très hautes densités
A très haute densité et à Te < TF, les électrons sont complètement dégénérés
et de très fortes corrélations ion-ion peuvent apparaître ; le plasma s’apparente
alors à un solide. Le modèle de Lee-More nous renvoie au travail de Ziman, 1961
en exprimant le temps moyen de collisions dans le cas d’un métal ou d’un liquide
métallique. Nous ignorons ce domaine par la suite qui ne correspond pas à notre
étude. D’autres améliorations au modèle ont ensuite été apportées, notamment
pour les températures faibles (∼ eV) par Desjarlais, 2001.
Résumé des différents domaines
La figure 3.1 est une illustration des différents domaines correspondant aux
approximations rencontrées dans le travail de Lee & More, 1984. La zone n°1 cor-
respond aux plasmas de hautes températures et basses densités convenablement
décrits par la théorie de Spitzer. Dans la zone n°2, la longueur d’écrantage est
inférieure à la distance inter-ionique, il faut donc prendre bmax = ri dans le loga-
rithme coulombien. Ce logarithme prend sa valeur minimale (lnΛ = 2) dans la
zone 3. La zone 4 correspond enfin à une description d’une phase liquide/solide
métallique.
Nous verrons que le domaine d’étude réalisé lors de nos expériences
(de 200 à 700 eV et de 1 à 3 g.cm−3 ) se situe au dessus de la limite de dégéné-
rescence (T = TF). En revanche nous ne sommes pas dans le régime de Spitzer, il
faut prendre en compte la compétition entre la distance d’écrantage et la distance
inter-ionique ainsi que la limitation du logarithme à sa valeur minimale égale à
2 d’après le travail de Lee & More, 1984.
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Figure 3.1 – Issue de l’article de Lee & More, 1984, cette figure illustre les différentes
régions correspondant aux différents modèles utilisés pour Z = 18.
3.2.3 Fréquence de collision de Lee-More
Rappelons-nous que le modèle de Spitzer considère un gaz totalement ionisé
non dégénéré et donne la fréquence de collisions suivante :
τ
Spitzer
ei = ν
−1
ei =
320m
1/2
e (2pikBTe)
3/2
Z∗2e4nilnΛ
(3.2)
Le modèle de Lee-More a l’avantage de pouvoir s’utiliser dans une très large
gamme de densités et températures grâce à une définition du logarithme cou-
lombien modifiée afin de prendre en compte des effets d’écrantage, de haute
densité et de dégénérescence. Il recalcule aussi la fréquence de collisions en te-
nant compte de la dégénérescence, elle s’écrit alors sous la forme :
τLee−Moreei = ν
−1
ei =
320m
1/2
e (2pikBTe)
3/2
Z∗2e4nilnΛ
2√
pi
[
1+ exp
(
−
µ
kBT
)]
F1/2 (3.3)
où µ est le potentiel chimique et Fj
(
− µkBT
)
l’intégrale de Fermi-Dirac :
Fj
(
−
µ
kBT
)
=
∫∞
0
xj
1+ exp
(
x− µkBT
)dx
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Il est notable que cette définition permette de retrouver la formulation de Spit-
zer dans la limite totalement non dégénérée µkBT → −∞. Le paramètre µ/kBT
peut s’exprimer par l’approximation (Atzeni & Meyer-ter Vehn) :
µ
kBT
= −
3
2
lnΘ+ ln
4
3
√
pi
+
AΘ−(b+1) +BΘ−(b+1)/2
1+AΘ−b
où Θ = Te/TF, A = 0, 25054, B = 0, 072, et b = 0, 858.
Le temps caractéristique de relaxation en énergie τQei = (mi/2me) τei est tracé
sur la figure 3.2 pour un plasma d’aluminium dilué
(
ρ = 10−5 g.cm−3
)
et à den-
sité solide
(
ρ = 2, 7 g.cm−3
)
en fonction de la température. Pour déterminer l’io-
nisation moyenne, le modèle de Thomas-Fermi a été utilisé.
(a) ρ = 10−5 g.cm−3 (b) ρ = 2.7 g.cm−3
Figure 3.2 – Comparaison des modèles de Spitzer (éq. 3.2) et de Lee-More (éq. 3.3). Un
écart apparaît à haute densité (figure b).
À faible densité, il y a peu d’interaction entre particules, les temps d’équilibre
sont longs et les deux modèles donnent un résultat identique. En revanche, à den-
sité solide, le modèle de Spitzer n’est valable qu’à très haute température. Pour
une température de 300 eV , les deux modèles indiquent un temps de relaxation
électron-ion moyen de 5 ps. L’écart est de l’ordre de 50% de 100 eV à 1 keV .
τLee−Moreei − τ
Spitzer
ei
τ
Spitzer
ei
. 50%
Pour un plasma à densité solide de plusieurs centaines d’électron-Volts, l’équi-
libre est atteint au bout de quelques picosecondes.
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Échange d’énergie par collisions
La fréquence de collisions permet d’exprimer la puissance par unité de volume
transférée depuis les électrons vers les ions lorsque Te > Ti :
Qei = νei
(
2me
mi
)
3
2
nekB (Te − Ti) =
3
2nekB (Te − Ti)
τQei
(3.4)
= Cei (Te − Ti) (3.5)
où Cei est le coefficient de couplage électron-ion.
Figure 3.3 – Coefficient de couplage Cei dans les modèles de Lee-More et Spitzer pour
un plasma d’aluminium à densité solide. La description sous forme d’un
solide métallique proposée pour les basses températures par Lee & More
n’est pas prise en compte (p. 40).
La figure 3.3 représente le coefficient de couplage électron-ion Cei en fonction
de la température électronique du plasma. Une application pour un plasma d’alu-
minium de 1µm3 avec Te = 500 eV et Ti = 200 eV montre un échange d’énergie à
un taux de 4.10−2 erg.fs−1. Ce taux va pouvoir être comparé aux autres processus
de refroidissement.
Ce premier mécanisme permet en chaque point d’espace un équilibre ther-
mique des populations électronique et ionique en quelques picosecondes à den-
sité solide. Spatialement, il est possible de trouver au sein du plasma des gra-
dients de température électronique. Un flux d’énergie des zones chaudes vers
les zones froides tend alors à homogénéiser la température, c’est la conduction
thermique que nous allons détailler maintenant.
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3.3 conduction thermique
Une des applications de la fréquence de collision est le calcul de la conductivité
thermique. La conductivité thermique permet de décrire, dans une approxima-
tion de diffusion, un flux d’énergie des zones chaudes vers les zones froides : le
flux de chaleur.
3.3.1 Le flux de chaleur : modèle de Spitzer
Le transport de chaleur est assuré par un flux. Une des modélisations les plus
utilisées est proposée par Spitzer & Härm, 1953, elle permet de décrire le trans-
port de chaleur dû aux électrons dans le cadre d’un gradient de densité et de
température faible. Le flux ~qSpitzer est alors proportionnel au gradient de tempé-
rature : ~qSpitzer = −κ~∇T où κ est la conductivité thermique.
κ =
128
3pi
α (Z∗)
nekB (kBTe)
meνei
avec α (Z∗) ≡ Z
∗ + 0, 24
Z∗ + 4, 2
−−−−→
Z∗→∞ 1
Le rôle des collisions électron-électron, non négligeable dans la conductivité
thermique, a été ajouté par Braginskii, 1965. Il est possible de l’ajouter sous la
forme d’un coefficient α qui peut être approché par la formule ci dessus. Dans le
cas où la charge des ions est très élevée, α = 1 et les collisions électron-électron
sont négligées devant les collisions électron-ion.
Pour vérifier la condition de gradient faible il faut que la longueur de gradient
en température soit nettement 3 supérieure au libre parcours moyen collisionnel :
λei = τei
√
3kBT/me. Lorsque que ce n’est pas le cas, on parle de conditions non-
locales et il faut modifier la formule afin de limiter le flux (Luciani et al., 1983 ;
Malone et al., 1975). Sans modéliser l’aspect non-local du transport, il est néan-
moins possible de limiter le flux ~qSpitzer dans le cas de gradient modéré. Pour
cela, le flux de Spitzer est généralement complété dans les codes d’un paramètre
f appelé limiteur de flux. Ce limiteur f < 1, choisi par l’utilisateur, définit le maxi-
mum du flux de chaleur réalisable qmax en fonction du flux libre qlibre. Le flux
de chaleur q est alors défini par une somme harmonique du flux de Spitzer et du
flux limite.
‖~qmax‖ ≡ f.qlibre ≡ f.nekBT
√
kBT
me
où f < 1∥∥∥∥ 1~q
∥∥∥∥ = ∥∥∥∥ 1~qSpitzer
∥∥∥∥+ 1f.qlibre
3. Ce sont les particules ayant 3, 7 fois la vitesse thermique qui transportent le maximum du
flux de chaleur, la prise en compte détaillée du mécanisme amène à la condition λee/LT < 2.10−3
où λee est le libre parcours moyen électron-électron et LT la longueur de gradient (Luciani et al.,
1983).
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La figure 3.4 illustre la très faible valeur du libre parcours moyen électron-ion
dans le cas d’un plasma dense d’aluminium. La condition locale est donc très
facilement vérifiée dans nos conditions.
Figure 3.4 – Libre parcours moyen électron-ion pour un plasma dense d’aluminium.
Comme le flux de chaleur fait intervenir la fréquence de collisions, retournons
voir le travail de Lee-More prenant en compte les effets à basse température et/ou
haute densité.
3.3.2 Conductivité thermique dans le modèle de Lee-More
En plus de considérer une définition plus détaillée du logarithme coulombien
dans la fréquence de collisions électron-ion, la conductivité thermique est recal-
culée en tenant compte de la dégénérescence et des forts écrantages associés à
des densités élevées ou à des faibles températures. La conductivité devient alors
(Lee & More, 1984) :
κ =
(
128
3pi
α (Z∗)
nekB (kBTe)
meνei
)
×
5pi
96
F4
[
1− 16F23/ (15F4F2)
][
1+ exp
(
− µkBTe
)]
F2
1/2

où µ est le potentiel chimique et Fj
(
− µkBT
)
l’intégrale de Fermi-Dirac :
Fj
(
−
µ
kBT
)
=
∫∞
0
xj
1+ exp
(
x− µkBT
)dx
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Une application numérique pour un plasma solide d’aluminium de 1µm3 avec
Te = 500 eV et un gradient de 100 eV .µm−1 montre un échange d’énergie au taux
de 2.10−5 erg.fs−1. C’est bien moins que le transfert par collisions électron-ion
que nous avons détaillé auparavant. Pour des gradients de quelques centaines
d’électron-Volts par microns, la conduction thermique est donc un phénomène
négligeable sur les temps courts où Te  Ti .
Les deux premiers mécanismes collisionnels expriment sur des échelles spa-
tiales différentes le rôle des collisions afin d’homogénéiser la densité d’énergie
des différentes populations à l’intérieur du plasma. Le dernier mécanisme que
nous allons présenter est différent dans le sens où il décrit un transfert lié au
rayonnement de ces particules. C’est donc la population des photons qui est à
l’œuvre.
3.4 rayonnement
Alors que les transferts d’énergie par collisions, conduction et convection sont
régis par les équations hydrodynamiques, le transfert par rayonnement nécessite
un traitement supplémentaire. Nous allons définir un flux radiatif ~F qui sera
couplé au bilan d’énergie de la population électronique sous la forme du terme
−~∇.~F dans le bilan d’énergie électronique (éq. 3.1).
3.4.1 Équation du transfert radiatif
Le rayonnement est couplé à la matière à travers l’émission et l’absorption de
photons. L’équation de transfert radiatif présentée ici est l’équation décrivant la
propagation d’un rayonnement à travers un milieu. Commençons tout d’abord
par définir l’intensité radiative spécifique.
Intensité spécifique et flux radiatif
Le rayonnement est un ensemble de photons dont la fonction de distribution f
est définie de telle manière que :
f (~r, t,~e,  hω)d~rdΩd ( hω)
soit égale au nombre de photons à l’instant t dans un élément de volume d~r
autour du point ~r dont les énergies sont comprises entre  hω et  hω+ d ( hω) et
se propageant dans un angle solide dΩ autour de la direction ~e. Les unités de f
sont des photons/
(
eV .sr.cm3
)
. Chaque photon dans cet intervalle  hω+ d ( hω)
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transporte, dans le vide, à la vitesse c, une énergie  hω. On définit alors l’intensité
radiative spécifique par :
I (~r, t,~e,  hω) = c hωf (~r, t,~e,  hω)
I (~r, t,~e,  hω)d ( hω)dSdΩ est l’énergie radiative autour du point ~r dans la
gamme spectrale [ hω,  hω+ d ( hω)] se propageant dans un angle solide dΩ au-
tour de la direction ~e à travers une surface dS perpendiculaire à ~e. Les unités de
l’intensité spécifique sont des erg/
(
cm2.s.sr.eV
)
, en distinguant l’énergie rayon-
née en erg et l’énergie des photons en eV .
On définit à partir de l’intensité spécifique la densité d’énergie radiative Uω et
le flux d’énergie radiative ~Fω en intégrant sur l’ensemble des angles :
Uω (~r, t,  hω) =
1
c
∫
4pi
I (~r, t,~e,  hω)dΩ
~Fω (~r, t,  hω) =
∫
4pi
I (~r, t,~e,  hω)~e.dΩ
En intégrant enfin sur l’ensemble du spectre, nous obtenons la densité d’éner-
gie radiative intégrée U et le flux radiatif intégré ~F.
Absorption : plasma optiquement mince et épais
Quand un rayonnement traverse un matériau d’épaisseur D, une partie des
photons est absorbée et l’autre partie est transmise. Le nombre de photons absor-
bés dans un milieu infinitésimal d’épaisseur dx est proportionnel au nombre de
photons incidents et à l’épaisseur dx.
dI (x, t,~e,  hω) = −κ (x,  hω) I (x, t,~e,  hω)dx (3.6)
On définit ainsi le coefficient d’absorption κ en unité cm−1. Cette grandeur est
l’inverse de la distance moyenne parcourue par un photon d’énergie  hω avant
d’être absorbé. Dans un milieu homogène où κ ne dépend pas de x, nous avons
immédiatement :
I (D, t,~e,  hω) = I (0, t,~e,  hω) exp [−κ ( hω)D] (3.7)
où l’intensité à la sortie du milieu d’épaisseur D est reliée à l’intensité incidente
en x = 0 par l’intermédiaire d’un facteur exponentiel.
Ce facteur permet de distinguer deux cas limites :
• κ ( hω)D  1 : le plasma est optiquement mince, seule une infime partie du
rayonnement est absorbée par le plasma.
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Figure 3.5 – Description schématique des équations 3.6 et 3.7.
• κ ( hω)D > 1 : le plasma est optiquement épais, le milieu absorbe une partie
significative des photons.
Le terme opacité est utilisé pour le rapport κ/ρ où ρ désigne la densité mas-
sique du plasma. L’opacité s’exprime donc en cm2.g−1.
À l’inverse, si le milieu produit un rayonnement, il vient alors s’ajouter au
rayonnement incident. En effet, à température non-nulle, il existe des atomes
dans lesquels les électrons se trouvent sur des niveaux d’énergie élevés. En reve-
nant naturellement sur des niveaux stables, il en résulte une perte d’énergie sous
la forme d’un photon d’énergie  hω. C’est l’émission, caractérisée par la grandeur
j (x,  hω) appelée émissivité.
Équation de transfert radiatif
L’équation de transfert radiatif indique qu’au cours de sa propagation, le rayonne-
ment perd et gagne de l’énergie. Regardons le bilan d’énergie d’un cylindre infini-
tésimal de surface dS et de hauteur |d~r| et de volume
dV = dS |d~r|.
Figure 3.6 – Propagation du rayonnement Iω (~r, t,~e,  hω) dans un cylindre infinitésimal
de base dS et de hauteur |d~r| dans la direction ~e.
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L’énergie en x dans la gamme spectrale [ hω,  hω+ d ( hω)] se propageant dans
un angle solide dΩ autour de la direction ~e à travers une surface dS perpendi-
culaire à e est donnée par I (~r, t,~e,  hω)d ( hω)dSdΩ. Au point ~r+ d~r, l’intensité
a perdu la partie absorbée du rayonnement et a gagné l’énergie émise entre le
point ~r et ~r+ d~r :
I (~r+ d~r, t+ dt, e,  hω)dΩdSd ( hω) = I (~r, t,~e,  hω)dΩdSd ( hω)
− κ (~r, t,  hω) I (~r, t,~e,  hω)dΩd ( hω)dV
+ j (~r, t,  hω)dΩd ( hω)dV
Pour d~r et dt infinitésimal, on peut développer en série de Taylor :[
∂I
∂t
dt+ d~r.~∇I
]
dΩdSd ( hω) = −κ (~r, t,  hω) I (~r, t,~e,  hω)dΩdSd ( hω) |d~r|
+j (~r, t,  hω)dΩdSd ( hω) |d~r|
et sachant que d~r = cdt~e on obtient :
1
c
∂I
∂t
+~e.~∇I = −κI+ j (3.8)
L’équation 3.8 est appelée équation de transfert radiatif.
Dans le cas stationnaire ∂/∂t = 0 et si le plasma a une symétrie plane dans le
plan (x,y), ∇I = (0, 0, ∂I/∂z), l’équation se réduit à :
µ
∂I
∂z
= −κI+ j (3.9)
où µ = ~e.~z = cos (θ). La notion de profondeur optique τ (z, z+ dz,  hω) permet de
simplifier encore un peu plus l’équation :
τ (z, z+ dz,  hω) =
z+dz∫
z
κ
(
z ′,  hω
)
dz ′
avec dτ = κdz on obtient :
µ
∂I
∂τ
= −I+ S avec S (z,  hω) =
j (z,  hω)
κ (z,  hω)
où S appelée fonction source.
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Cette équation a pour solution :
I (z, µ,  hω) = e−τ(0,z,
 hω)/µ
I (0, µ,  hω) + 1
µ
z∫
0
S
(
z ′,  hω
)
e−τ(0,z
′, hω)/µdτ ′

= I (0, µ,  hω) e−τ(0,z,
 hω)/µ +
1
µ
z∫
0
j
(
z ′,  hω
)
e−τ(z
′,z, hω)/µdx ′
Cette solution montre que le rayonnement au point z est la somme du rayon-
nement incident atténué par l’absorption sur une épaisseur z et du rayonnement
émis dans l’ensemble des point z
′ ⊂ [0, z] et atténué également par le chemin à
parcourir entre le point d’émission z
′
et le point z.
Cas particulier d’un plasma optiquement mince
Supposons le cas d’un plasma optiquement mince, sans rayonnement incident.
Le fait que τ (z ′, z,  hω) 1 conduit à approcher la solution par
I (x, µ = 1,  hω) ≈
x∫
0
j
(
x ′,  hω
)
dx ′
ce qui signifie que dans un plasma optiquement mince, l’intensité sortant du
plasma dépend seulement de son émissivité et est proportionnelle à l’épaisseur
du plasma. La réabsorption ne joue pas un rôle important.
Cas particulier du corps noir
Lorsqu’il y a un équilibre thermodynamique à la température T , l’intensité
spécifique est homogène et isotrope. Elle est décrite par la fonction de Planck :
BP ( hω) =
2 ( hω)3
(hc)2
1
e
 hω
kBT − 1
et la densité d’énergie radiative totale s’écrit :
UP (T) =
1
c
∫
4pi
∞∫
0
BP ( hω)dΩd ( hω) =
4σSBT
4
c
où σSB est la constante de Stefan-Boltzamnn.
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La loi de Kirchhoff permet de relier l’émissivité et le coefficient d’absorption à
ce rayonnement d’équilibre :
S =
j ( hω)
κ ( hω)
= BP ( hω, T) (3.10)
3.4.2 Approximation de diffusion
Le calcul précis du transfert de rayonnement nécessite une modélisation des co-
efficients d’émissivité et d’absorption dépendant de l’énergie du photon  hω. La
description du rayonnement peut ainsi être assez coûteuse en calculs. Afin que le
traitement du rayonnement ne se fasse pas au détriment des phénomènes hydro-
dynamiques et dans le but de coupler le rayonnement à l’évolution du plasma, il
est nécessaire de faire des approximations. Nous détaillons ici un modèle global,
c’est-à-dire intégré sur tout le spectre, permettant de décrire le bilan d’énergie
sous la forme d’une diffusion.
L’approximation de diffusion :
Il est possible d’effectuer quelques hypothèses sur le champ de rayonnement
pour simplifier la résolution de l’équation de transfert.
• Si la dépendance temporelle est négligeable (∂/∂t = 0), l’équation de trans-
fert s’écrit :
~e.~∇I (~r, t,~e,  hω) = −κ (~r, t,  hω) I (~r, t,~e,  hω) + j (~r, t,  hω) (3.11)
• Si le champ de rayonnement est proche de l’équilibre, il est possible de le
définir avec la température du matériau : S = j/κ = BP ( hω, T) on obtient
en intégrant sur tous les angles l’équation de conservation de l’énergie :
~∇.~Fω = −κc
(
Uω −U
P
ω
)
(3.12)
• En multipliant par le vecteur ~e et en intégrant sur tous les angles on obtient :∫
4pi
~e.
(
~e.~∇I
)
dΩ = −
∫
4pi
κ (~r, t,  hω) I~edΩ+
∫
4pi
j (~r, t,  hω) ~edΩ
– Le premier terme est un vecteur dont la i-ème composante s’écrit : ∫
4pi
~e.
(
~e.~∇I
)
dΩ

i
=
3∑
k=1
∫
4pi
eiek
∂I
∂xk
dΩ
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* Si le rayonnement est isotrope, il est possible de sortir les dérivées
de l’intégrale et comme :∫
4pi
eiekdΩ =
4pi
3
si i = k et 0 si i 6= k
* nous obtenons : ∫
4pi
~e.
(
~e.~∇I
)
dΩ

i
=
4pi
3
∇I = c
3
∇Uω
– Comme κ ne dépend pas de ~e, le deuxième terme s’écrit immédiate-
ment :
−
∫
4pi
κI~edΩ = −κ ~Fω
– Et enfin comme j ne dépend pas de ~e, le troisième donne une intégrale
nulle.
• L’hypothèse d’un rayonnement isotrope permet donc d’obtenir :
~Fω ( hω) = −
c
3κ ( hω)
∇Uω ( hω) (3.13)
– Cette relation entre le flux d’énergie et la densité d’énergie et une rela-
tion de diffusion de coefficient Dω = 13 c.lκ(ω) où lκ est le libre parcours
moyen d’absorption à l’énergie  hω. Elle est similaire à la diffusion ther-
mique où Dth = 1283pi vth.lei avec lei le libre parcours moyen collisionnel.
Densité de rayonnement proche de l’équilibre : moyenne de Rosseland
Dans l’hypothèse où le rayonnement est proche de l’équilibre, nous avons :
∇U ≈ ∇UP = 16
c
σSBT
3∇T
En intégrant sur tout le spectre, on peut alors écrire le flux sous la forme :
~F (~r) = −
c
3
×
∫
1
κ( hω)∇UPω (~r,  hω)∫∇UPω (~r,  hω) ×
∫
∇UPω (~r,  hω) = −
16
3
1
κR
σSBT
3~∇T (~r) (3.14)
La définition du libre parcours moyen de Rosseland lR = 1/κR permet donc de
définir une conductivité thermique radiative : 16σSBT
3
3κR
. Le flux radiatif est alors
proportionnel au gradient de température.
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Cas optiquement mince : moyenne de Planck
Dans l’hypothèse où la majorité du rayonnement peut s’échapper du plasma,
l’énergie perdue est de l’ordre de l’énergie émise :
J =
∫
j ( hω)d ( hω)
= c
( ∫
j ( hω)d ( hω)∫
cκ ( hω)UPω ( hω)d ( hω)
)(∫
κ ( hω)UPω ( hω)∫
UPω ( hω)d ( hω)
) ∫
UPω ( hω)d ( hω)
= c  κPUP =  κP 4σSBT
4
où  est l’émissivité normalisée, valant 1 dans le cas de l’équilibre thermodyna-
mique. Cette description conduit à définir lP = 1/κP le libre parcours moyen de
Planck pour un milieu optiquement mince. La conservation de l’énergie intégrée
spectralement (équation 3.12) s’écrit alors :
~∇.~F = cκP
(
UP −U
)
(3.15)
L’approximation multi-groupes
Le traitement multi-groupes consiste à diviser le rayonnement en bandes d’éner-
gie. Sur chaque groupe sont définis des émissivités et des coefficients d’absorp-
tion constants. Ce traitement multi-groupes permet d’utiliser l’approximation de
diffusion de manière mieux résolue spectralement. Les grandeurs d’intérêt dé-
pendant de la densité et de la température du matériau (émissivité, opacité par
l’intermédiaire des moyennes de Planck et de Rosseland) sont définies sur des
gammes spectrales larges mais pas sur l’ensemble du spectre.
Une application au cas d’un volume de 1µm3 d’aluminium à 2, 7 g.cm−3 avec
Te = 500 eV montre une perte d’énergie au taux de 2.10−1 erg.fs−1. C’est donc
le plus efficace de tous les mécanismes de refroidissement comparé aux autres
applications numériques illustratives réalisées : 4.10−2 erg.fs−1 pour la relaxation
électron-ion et 2.10−5 erg.fs−1 pour la conduction.
3.5 présentation du code multi
multi 4 (Ramis et al., 1988, 2012) est un code d’hydrodynamique-radiative
implicite lagrangien utilisé dans une version monodimensionnelle (1D) dans
le cadre de cette thèse. Dans les codes lagrangiens, les cellules ont une masse
constante et se déplacent avec la matière. Cela permet de simplifier la partie
convective du mouvement, il n’y a pas d’échange de matière entre cellules.
4. pour multigroup radiation transport in multilayer foils
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L’absorption laser utilisée dans multi n’est pas adaptée aux interactions à
ultra-haute intensités
(
Iλ2 > 1016W.cm−2.µm2
)
dont les principaux mécanismes
non-collisionnels et collectifs ont été évoqués dans le chapitre précédent. Nous
souhaitons avec ce code uniquement prolonger la détente hydrodynamique du
plasma après interaction laser. Nous décrivons avec multi un plasma dense,
chaud avec Te  Ti et composé de plusieurs éléments.
Voici une brève description des éléments caractéristiques du code nécessaires
à notre utilisation :
• Le plasma est composé de plusieurs couches 1D :
– À chaque couche correspond un élément défini par sa densité, sa tempé-
rature initiale et ses tables d’équation d’état, d’ionisation, d’émissivité
et d’opacité.
– Le maillage d’une cible à plusieurs couches est défini par l’utilisateur.
L’utilisation de pas variables permet l’équilibre des masses aux inter-
faces.
– Nous utiliserons les tables sesame (T4-Group, 1983), elles permettent
l’utilisation d’un modèle en deux températures.
• Pour la modélisation des collisions, l’utilisateur a le choix :
– d’une interpolation entre le régime de Spitzer et un régime de matière
dense et tiède décrit par un modèle de Drude-Sommerfield détaillé dans
(Ramis et al., 2012). Dans le modèle de Spitzer, le logarithme coulom-
bien est légèrement modifié avec une borne minimale pour éviter un
logarithme coulombien trop faible dans un régime dense :
lnΛ = ln
[
1+max
(
1,
λDe
max
(
re, λdeBroglie
))]
– du modèle de Lee-More présenté en section 3.2.
• Le flux de chaleur est défini :
– par la formule de Spitzer dans l’approximation de gradient faible (sec-
tion 3.3) complétée par un flux limite choisi par l’utilisateur 5.
• Le transfert de rayonnement est :
– Traité dans l’approximation multi-groupes à l’aide des tables snop hetl
(Eidmann, 1994) : ionisation, émissivité et opacités (Rosseland et Planck).
– L’utilisation de ces tables implique une approximation stationnaire : les
processus atomiques atteignent leur état stationnaire rapidement devant
les temps caractéristiques de l’évolution hydrodynamique.
5. f = 0.06 dans nos simulations qui ne sont pas sensibles à ce paramètre.
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– Pour chaque groupe k ∈ [1,NG], défini par l’intervalle en énergie [ hωk−1,  hωk],
le transfert radiatif est décrit par un système de deux équations issus des
relations 3.13 , 3.14 et 3.15 :
∂Fk
∂x
= cκPk
(
kU
P
k −Uk
)
∂Uk
∂x
= −
4
c
κRkFk
– Comme l’émission et l’absorption font intervenir principalement des
transitions entre niveaux d’énergie électroniques, le transfert de rayon-
nement est couplé à la population électronique sous la forme d’un flux
total :
−
NG∑
k=1
∇.Fk
conclusion
Nous avons détaillé dans ce chapitre trois des mécanismes responsables du
refroidissement d’un plasma initialement dense et chaud avec Te  Ti, condi-
tions typiques suite à une interaction UHI. Le premier mécanisme présenté est
la relaxation électron-ion. Dans nos conditions de densité, les collisions électron-
ion s’effectuent sur des échelles de temps picosecondes et sont donc responsables
d’une réduction de Te en faveur de Ti dès l’interaction. Le deuxième est la conduc-
tion thermique. Elle est proportionnelle aux gradients de température, il faut
donc attendre un chauffage fortement inhomogène pour qu’elle se mette en place.
Enfin l’approximation du traitement du rayonnement fait intervenir des tables
d’émissivité et d’opacité. Dans le cas optiquement mince, une grande partie de
l’énergie va pouvoir sortir du plasma et ce mécanisme va être responsable d’un
refroidissement important. À cela il faut ajouter la détente hydrodynamique, qui
participe par l’intermédiaire des équations d’état au refroidissement du plasma.
En séparant le calcul de l’interaction laser (par calder) et le reste de l’évo-
lution hydrodynamique (par multi), on gagne la possibilité de modéliser une
évolution de plusieurs picosecondes en distinguant les phénomènes physiques
importants pour chaque phase. Les phénomènes d’absorption laser, de généra-
tion et de transport des électrons chauds sont pris en compte par calder mais
ce code ne permet pas de tenir compte du refroidissement par rayonnement de la
cible. multi, utilisé afin de poursuivre le calcul, permet de mieux décrire la dé-
tente et le refroidissement en prenant en compte les échanges par rayonnement.
On perd cependant la présence des électrons chauds et les champs électromagné-
tiques auto-générés. Il s’agit donc d’un compromis réalisé afin de tirer bénéfice
des deux types de description et ainsi de décrire au mieux l’évolution du plasma
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sur plusieurs dizaines de picosecondes.
Une fois l’évolution temporelle du plasma modélisée, une dernière étape
consiste à reproduire le spectre d’émission issu du plasma que l’on mesure ex-
périmentalement. Nous avons vu que le traitement du rayonnement dans multi
fait appel à des moyennes par l’intermédiaire de tables ; il n’est pas assez dé-
taillé pour reproduire le spectre mesuré de manière suffisamment résolu spectra-
lement. Pour modéliser l’émission X d’un plasma, on doit décrire les différents
mécanismes atomiques responsables du rayonnement. Nous allons détailler dans
le chapitre suivant, les causes du rayonnement et le lien entre l’émission X et les
conditions hydrodynamiques du plasma.
4
É M I S S I O N X E T É TAT S D ’ É Q U I L I B R E
Nous allons voir dans cette partie qu’un plasma chaud émet un rayonnement X
que nous pouvons mesurer. Ce rayonnement permet d’obtenir des informations
concernant la densité et la température du plasma que nous cherchons à caracté-
riser. Afin de détailler le lien entre l’émission X et les conditions du plasma, nous
serons amenés à décrire l’équilibre des populations atomiques responsables de
l’émission. Mais présentons tout d’abord le spectre d’émission d’un plasma et
ses trois composantes avant de nous concentrer sur le spectre de couche K d’alu-
minium mesuré lors de nos expériences.
4.1 émission x d’un plasma
Dans cette thèse, nous étudions le spectre d’émission X de l’aluminium à forte
température. La figure 4.1 illustre les différentes composantes de l’émission X,
pour l’aluminium à 10−5 g.cm−3 et 300 eV . Les trois composantes (lié-lié, lié-libre
et libre-libre) détaillées ci-dessous s’additionnent pour former le spectre rayonné
total (Salzmann, 1988). On distingue les électrons liés, piégés dans le puits de
potentiel d’un ion et les électrons libres dont les états d’énergie appartiennent à
un continuum.
• Le Bremsstrahlung ou transitions libre-libre
Les transitions libre-libre correspondent à l’émission d’un photon lors d’une inter-
action coulombienne avec un ion. L’électron est dévié, il change d’état d’énergie
et peut perdre de l’énergie sous forme de rayonnement. Ce type de rayonnement
produit un spectre continu car il n’y a pas de restriction sur les états d’éner-
gie initiaux et accessibles de la particule libre. Ce rayonnement est aussi appelé
rayonnement de freinage étant donnée la perte d’énergie des électrons. Ce rayon-
nement décroit fortement avec l’énergie du photon émis et la puissance rayonnée
dans un intervalle [ hω,  hω+ d ( hω)] est pour une distribution maxwellienne en
énergie de température Te :
Pff ( hω)d ( hω) =
32
3
√
pi
3
r20c
√
Ry
Te
Z∗2nineexp (− hω/kTe)d ( hω)
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Figure 4.1 – Illustration des différentes composantes d’un spectre d’émission X d’alumi-
nium (ρ = 10−5 g.cm−3 et T = 300 eV). (Le calcul a été réalisé avec le code
flychk (Chung et al., 2005))
où r0 = 2, 81 fm est le rayon classique de l’électron et Ry = 13, 6 eV l’énergie de
Rydberg. La puissance totale est proportionnelle à Z∗2nine
√
Te.
• Les transitions libre-lié
Une transition libre-lié correspond à la recombinaison d’un électron. L’électron
passe d’un état libre, hors atome, à un état lié correspondant à un niveau d’éner-
gie d’un atome. Bien que les états initiaux soient libres, les états accessibles
au final sont contraints par la physique atomique de l’atome considéré. Des
sauts aux énergies d’ionisation de l’atome sont donc présents sur le spectre. La
puissance rayonnée dans un intervalle [ hω,  hω+ d ( hω)] est proportionnelle à
Z∗ni,ζne (Te)−3/2 exp (− hω/kTe) où ni,ζ est la densité de l’ion émetteur de charge
ζ dans le cas d’une distribution maxwellienne en énergie de température Te.
• Les transitions lié-lié
Une transition lié-lié correspond à la transition entre deux niveaux d’énergie de
l’ion émetteur. L’énergie du photon émis est caractéristique de la transition effec-
tuée. C’est ce type de rayonnement qui est dominant dans les conditions de nos
expériences. Ce rayonnement produit des raies dont l’émission est proportion-
nelle à la densité de l’ion émetteur ni,ζ et à la probabilité associée à la transition
correspondante P (i→ j).
I (i→ j) = ni,ζ hωi→jP (i→ j)
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4.1.1 Le spectre de couche K d’aluminium
L’aluminium neutre est un atome avec 13 électrons dont la décomposition en
couches électroniques est 1s22s22p63s23p1. La figure 4.2 illustre les niveaux d’ioni-
sation de chaque ion ainsi que les niveaux excités de nombre quantique principal
n = 2 et n = 3 pour les ions Al11+et Al12+. Un niveau d’ionisation est caractérisé
par une énergie d’ionisation, c’est l’énergie nécessaire pour ioniser une fois l’ion
considéré.
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Al9+
Al8+
Al7+
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Al0+-Al3+
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Figure 4.2 – Niveaux d’ionisation de l’aluminium
Le spectre de couche K est par définition l’ensemble des transitions vers le
niveau 1s, notamment le rayonnement des ions Hydrogénoïde
(
Al12+
)
et Héliu-
moïde
(
Al11+
)
. Les électrons de ces ions à un ou deux électrons peuvent effectuer
des transitions entre niveaux excités. On regardera en particulier les transitions
résonantes (transitions les plus probables) entre un niveau excité et le niveau fon-
damental. Le tableau 4.1 détaillent six transitions de résonance des ions Al11+ et
Al12+. Chaque raie est caractérisée par une longueur d’onde λ correspondant à
l’énergie libérée Eλ = hc/λ lors d’une transition entre les deux niveaux d’énergie
de l’ion. Le nombre de transitions réalisables étant limité et les écarts en énergie
étant importants, les raies sont bien séparées les unes des autres 1.
Un exemple de spectre d’émission est présenté sur la figure 4.3. On observe les
raies de résonance dont la position est précisée par les traits verticaux, on devine
également la composante libre-lié, en particulier le seuil en intensité vers 2300 eV
correspondant à l’énergie d’ionisation de Al12+, borne supérieure des transitions
lié-lié accessibles. Enfin, représentées par des traits horizontaux, plusieurs raies
1. Nous parlons de la largeur des raies dans la section suivante.
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Ion transition λ
(
Å
)
Eλ (eV) appellation
Al12+
2p→ 1s 7, 171 1729, 0 Lyα
3p→ 1s 6, 053 2048, 3 Lyβ
4p→ 1s 5, 739 2160, 3 Lyγ
5p→ 1s 5, 605 2212, 1 Lyδ
6p→ 1s 5, 534 2240, 22 Ly
Al11+
1s2p→ 1s2 7, 7571 1598, 3 Heα
1s3p→ 1s2 6, 6350 1868, 7 Heβ
1s4p→ 1s2 6, 6350 1963, 7 Heγ
1s5p→ 1s2 6, 6350 2007, 7 Heδ
1s6p→ 1s2 6, 6350 2031, 6 He
Table 4.1 – Raies de résonance
beaucoup moins intenses apparaissent sur le côté basse énergie des raies de ré-
sonance, on les appelle raies satellites. Prenons l’exemple de la raie de résonance
Lyα : 2p → 1s (1729 eV), les transitions de l’ion Al11+ 2p2 → 1s2p (1704 eV) et
2s2p→ 1s2s (1714 eV) sont proches en énergie de la transition Lyα car il s’agit de
transitions 2p vers 1s mais un électron supplémentaire est spectateur d’où leurs
énergies moindres. Les satellites correspondent à des transitions résonantes avec
un ou plusieurs électrons supplémentaires spectateurs. On trouve donc des raies
satellites héliumoïdes à côté des raies de résonance hydrogénoïdes, et des raies
Figure 4.3 – Exemple d’un spectre de couche K d’aluminium : ρ = 10−2 g.cm−3 et T =
300 eV .
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satellites lithiumoïdes à côté des raies de résonance héliumoïdes. À l’extrême, la
transition 2p→ 1s avec 11 électrons spectateurs (1s2s22p53s23p1) est appelée Kα,
à 1486 eV elle constitue la borne inférieure du spectre de couche K.
Le spectre d’émission de couche K correspond donc à une gamme spectrale de
1500 à 2300 eV .
4.1.2 Caractérisation d’une raie
La figure 4.3 montre la position détaillée des transitions par des traits verticaux,
on s’aperçoit alors qu’une raie n’est pas infiniment fine à la position de la tran-
sition associée. Elle est également caractérisée par une largeur (Salzmann, 1988).
On parle du profil spectral de la raie L (ω) pour décrire l’allure de l’émission en
fonction de la pulsation ω. L’intensité est alors :
I (i→ j) =
∫
ImaxL (ω)dω
Voici trois causes participant à la largeur d’une raie :
• Élargissement naturel
La durée de vie d’un électron sur un état excité est limitée par l’ensemble
des processus d’émission spontanée. On définit Γ la somme des taux de
transition vers un des états de plus basse énergie accessibles. L’élargisse-
ment naturel induit par une durée de vie limitée produit un élargissement
Lorentzien de largeur à mi-hauteur Γ .
L (ω) =
Γ
2pi
1
(ω0 −ω)
2 +
(
Γ
2
)2
• Élargissement Doppler
Le mouvement des ions émetteurs induit un décalage en fréquence du si-
gnal émis, c’est l’effet Doppler. Le décalage d’un rayonnement de fréquence
ω0, émis par un ion de vitesse vx le long de l’axe de la mesure, est de l’ordre
de ω0vx/c, où c est la vitesse de la lumière. Pour que l’émission d’une raie
d’aluminium à 1868 eV ait un décalage de 1 eV il faut que l’ion ait une
vitesse de 160µm.ns−1 correspondant à une énergie de 3, 5 keV .
Même dans le cas d’un plasma confiné, la distribution en vitesse des ions
provoque un élargissement. En considérant une distribution des vitesses
maxwellienne de température Ti, la probabilité que la raie soit émise à une
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fréquence décalée par rapport à ω0 induit un élargissement prenant alors
la forme d’une gaussienne de largeur à mi-hauteur ∆.
L (ω) =
1√
2piσ2
exp
[
−
1
2
(
ω−ω0
σ
)2]
∆ = 2σ
√
ln2 = 2ω0
√
ln2
(
Ti
mic2
)
Dans le cas d’un plasma d’aluminium, l’élargissement ∆ d’une raie à 1868 eV
est inférieur à 1 eV tant que Ti < 2, 5 keV dans le cas d’une distribution gaus-
sienne. Dans notre cas, il sera négligeable.
• Élargissement Stark
Lorsque l’ion émetteur est à proximité d’autres particules chargées com-
posant le plasma, il est soumis à des potentiels électriques variables selon
le mouvement des particules. On distingue les perturbations rapides, plus
courtes que la durée de vie d’une transition, produites par les électrons, et
les perturbations lentes produites par les ions.
– Élargissement par impacts collisionnels (Salzmann, 1988, p. 174)
Les électrons produisent des perturbations rapides devant la durée de
vie caractéristique de la transition. Ces interactions diminuent la durée
de vie de l’électron sur le niveau excité. De manière similaire à l’élargis-
sement naturel, cela élargit le profil de la raie. Le profil Stark par impact
électronique est de forme Lorentzienne de largeur à mi-hauteur Γ .
Γ ∝ ne√
Te
– Élargissement par effet Stark quasi-statique
Lorsque la perturbation a lieu sur un temps plus long que la durée de
vie caractéristique du niveau d’énergie supérieur, on utilise l’approxi-
mation quasi-statique. Or la présence de champs électriques lève la dé-
générescence des niveaux de nombre quantique cinétique l. À cause
de cette levée de dégénérescence, il est remarquable que les raies dont
le nombre quantique supérieur est impair (par exemple la raie Heβ
1s3p → 1s2) soient marquées par un creux au centre alors que les raies
dont le nombre quantique supérieur est pair obtiennent une composante
centrale (par exemple la raie Heγ 1s4p → 1s2). L’ensemble des micro-
champs ioniques, en déplaçant les niveaux d’énergie est alors à l’origine
d’un élargissement. Le profil de raies est proportionnel à la distribution
des champs électriques perçus par l’ion émetteur. D. Salzmann (p. 185)
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montre que pour la série de Lyman, l’élargissement est proportionnel à
la densité des ions ni et peu sensible à la température.
Lorsque différents élargissements se produisent simultanément, le profil de
raie est une convolution des différentes largeurs de chaque mécanisme. Comme
la convolution d’une gaussienne de largeur ∆ωD et d’une lorentzienne de largeur
∆ωL est une fonction de Voigt, on utilise souvent un profil de la forme :
L (ω) =
1√
pi∆ωD2
a
pi
∫+∞
−∞
e−y
2
dy
a2 + (x− y)2
où x est une pulsation adimensionnée et a le paramètre dit de Voigt :
x =
ω−ω0
∆ωD
et a =
∆ωL
4pi∆ωD
Un dernier mécanisme produit l’effet d’un élargissement de raie lorsque l’on
compare des spectres normalisés : c’est la réabsorption lorsque le plasma traversé
est optiquement épais. Revenons tout d’abord sur la définition d’un domaine
optiquement épais ou optiquement mince.
4.1.3 Domaines optiquement minces et épais
Précisons ici la notion de réabsorption pour les raies de résonance du spectre
de couche K d’aluminium. Un photon correspondant à une transition d’un ion
émetteur peut être absorbé un peu plus loin par un autre ion. En effet, le photon
produit correspond exactement à l’énergie nécessaire pour réaliser le mécanisme
inverse : être absorbé et exciter un électron sur un niveau supérieur. On parle
dans ce cas de réabsorption. L’équation de transfert du rayonnement fait interve-
nir ce mécanisme par l’intermédiaire du coefficient d’absorption κ :
µ
∂I ( hω)
∂z
= −κ ( hω) I ( hω) + j ( hω)
On définit le libre parcours moyen λ hω = 1/κ ( hω) comme la distance moyenne
pour qu’un photon d’énergie  hω soit réabsorbé. Si λ hω est beaucoup plus grand
que la taille caractéristique du plasma, le photon pourra facilement sortir et le
plasma est considéré comme optiquement mince pour l’énergie  hω. En revanche
si λ hω est plus petit que la longueur caractéristique du plasma, il faut modéliser
le transport de ce photon avant sa sortie du plasma.
La figure 4.4 présente le libre parcours moyen pour les quatre raies de réso-
nance de l’aluminium en fonction des conditions de densité et de température
(calculé par flychk). On remarque que le libre parcours moyen des raies α est
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(a)  hω = 1598 eV – Heα (b)  hω = 1728 eV – Lyα
(c)  hω = 1868 eV – Heβ (d)  hω = 2048 eV – Lyβ
Figure 4.4 – Cartographies (ρ, T) du libre parcours moyen (λ hω) dans un plasma d’alu-
minium de quatre transitions caractéristiques de la couche K (réalisées à
partir du code flychk (Chung et al., 2003) à l’ETL). Les contours pour
λ hω = 0, 1 ; 0, 5 et 2, 5 µm sont tracés en tirets noirs ainsi que la condition
ρ = 2, 7 g.cm−3, en tirets gris, correspondant à la densité solide de l’alumi-
nium.
beaucoup plus petit que les raies β.
L’échelle de couleur est centrée autour de 0, 5 µm, épaisseur caractéristique de
la cible lors de nos expériences. Pour cette épaisseur, le plasma est optiquement
épais (λ hω  0, 5 µm) pour les raies α dans des conditions très variées de densité
et température. La mesure de ces raies dépend donc à la fois des conditions
d’émission et de transport.
En revanche les raies β sont en tout point optiquement minces. La réabsorption
n’est donc pas un processus pouvant perturber notre mesure.
Voyons un effet particulier de ce mécanisme de réabsorption : l’augmentation
des largeurs mesurée à mi-hauteur des raies. Comme la réabsorption est plus
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efficace au centre de la raie que sur les ailes, ce mécanisme déforme les profils
de raie. Une fois normalisé, il est possible de mesurer une largeur à mi-hauteur
plus grande dans le cas réabsorbé malgré une densité et une température iden-
tiques (figure 4.5). Cette augmentation n’est pas liée aux paramètres plasmas
mais seulement au passage du cas optiquement mince à celui d’optiquement
épais (en augmentant la taille du plasma dans le cas de la figure 4.5).
Il est beaucoup plus délicat d’analyser ces raies car leur profil dépend du chemin
parcouru à l’intérieur du plasma. Pour éviter cela il est préférable de se placer
dans un domaine optiquement mince où l’absorption dans la gamme spectrale de
la raie est négligeable.
Figure 4.5 – Transition Lyα à 1729 eV dans le cas d’un plasma d’aluminium à
10−3 g.cm−3 d’épaisseur 1nm et 30µm. Dans un plasma optiquement épais
pour cette transition, l’émission est en partie réabsorbée (à gauche). On me-
sure une largeur à mi-hauteur plus grande dans le cas réabsorbé.
Le spectre de couche K, de 1500 eV à 2300 eV , montre plusieurs raies carac-
téristiques. Nous avons vu que la modélisation de ces raies nécessite à la fois
la connaissance préalable des populations ioniques (le nombre et le type d’ion
émetteur) et des niveaux d’énergie des ions concernés (les transitions possibles).
Voyons maintenant comment décrire ces populations.
4.2 calcul des populations en physique atomique
Selon les conditions thermodynamiques, le plasma est plus ou moins ionisé
et les électrons peuplent certains niveaux de plus ou moins hautes énergies. Les
raies mesurées sont alors une conséquence de la distribution des ions et des
niveaux d’énergie au sein du plasma. Il y a par conséquent un lien fort entre les
conditions thermodynamiques et la mesure d’un spectre par l’intermédiaire de
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la distribution ionique (l’ionisation du plasma) et du peuplement des états sur
les niveaux atomiques (l’excitation d’un ion).
La distribution des états de charge et celle des états d’excitation d’un ion tra-
duisent la recherche d’un équilibre entre différents processus atomiques d’ionisa-
tion, d’excitation et de recombinaison. Voyons dans cette section comment décrire
cet équilibre.
4.2.1 L’équilibre thermodynamique
L’Équilibre Thermodynamique Complet (ETC) décrit un système à la fois en
équilibre thermique, mécanique et chimique. Ce système est alors décrit par une
unique température, une unique pression et un unique potentiel chimique. Il est
invariant dans le temps, puisque tous ses échanges avec l’extérieur sont aussi à
l’équilibre. Au niveau atomique, cela signifie que chaque processus d’ionisation
et d’excitation est en équilibre avec son processus inverse de recombinaison et de
désexcitation.
Dans le cadre de cet équilibre, l’équilibre des niveaux d’énergie atomiques est
alors décrit de manière statistique par la distribution de Saha-Boltzmann pour
les ions et la distribution de Boltzmann pour les états excités. Par ailleurs, les
particules sont décrites par une distribution en énergie, distribution de Planck de
température Tr pour les photons et distribution de Maxwell de température Te et
Ti pour l’énergie des électrons et des ions. L’ETC impose Te = Ti = Tr.
Il est très rarement possible d’utiliser cette description, la physique des plas-
mas utilise plus régulièrement l’Équilibre Thermodynamique Local (ETL). À
chaque instant et en tout point r, le plasma est considéré en équilibre de sorte
que toutes ses grandeurs intensives sont définies et homogènes au voisinage de
ce point r. Cet équilibre est proche de l’ETC localement au point r : les ions et les
électrons sont décrits par les mêmes distributions de Maxwell-Boltzmann à une
température Te = Ti et des densités ne etni. On suppose le libre parcours moyen
de ces particules inférieur au volume considéré à l’équilibre. En revanche, on
n’émet pas d’hypothèse sur le libre parcours moyen des photons, l’équilibre du
rayonnement n’est plus assuré et la description de Planck n’est pas appliquée.
Le rayonnement peut sortir du plasma ou être réabsorbé dans des zones loin du
point d’émission.
L’avantage de ces descriptions est une caractérisation simple sous forme statis-
tique des différentes particules du plasma.
Distribution de Maxwell : f (E)dE = ne
2√
pi
T−
3
2
√
E exp
(
−
E
kBT
)
dE
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La distribution de Maxwell exprime la probabilité pour une particule de masse
m d’avoir une énergie comprise entre E et E+ dE en fonction de la température
d’équilibre T .
Équilibre de Saha-Boltzmann :
ni+1ne
ni
= 2
(
mec
2T
2pi ( hc)2
)3
2
gi+1
gi
exp
(
−
Ei+1 − Ei
kBT
)
Le rapport entre la densité des ions de charge i et i+ 1 est donné par l’équa-
tion de Saha-Boltzmann en fonction de la densité électronique ne, des dégénéres-
cences gi,i+1 ainsi que des énergies d’ionisation des états de charge i et i+ 1 et
de la température T .
Équilibre de Boltzmann : ni,m = ni.
gi,m
Zi(T)
exp
(
−
Ei,m − Ei,0
kBT
)
Pour un ion de charge i fixé, l’ensemble des états excités d’indice m sont ré-
partis selon une distribution de Boltzmann. La densité de l’état m de l’ion i est
proportionnelle à la densité totale d’ion de charge i. Elle est fonction de la dé-
générescence de l’état, de l’énergie de cet état par rapport à l’état fondamental
ainsi que de la température et de la fonction de partition Zi (T) définie telle que∑
ni,m = ni .
Rayonnement de Planck : B (Eλ) =
2
(hcλ)
2
E3λ
exp
(
Eλ
kT
)
− 1
Enfin le rayonnement à l’équilibre complet suit la distribution donnée par B (Eλ).
Elle est fonction de la température thermodynamique T et de la vitesse de pro-
pagation de la longueur d’onde λ (cλ = c/nλ où nλ est l’indice de réfraction du
milieu pour la longueur d’onde λ). C’est un rayonnement de corps noir.
Le cas général sort de cette description, on utilise alors le terme de plasma
Hors Équilibre Thermodynamique Local (HETL), et l’état du plasma dépend de
la compétition entre les différents processus atomiques d’ionisation et de recom-
binaison.
4.2.2 Le modèle Collisionnel-Radiatif
Dans le but de décrire en détail la compétition entre les différents processus
atomiques, le modèle Collisionel Radiatif (CR) consiste à résoudre l’ensemble
des processus d’ionisation, d’excitation, de recombinaison et de désexcitation.
En décrivant les réactions d’un ion X de charge q et d’état m, on peut citer par
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exemple :
• La photo-ionisation et la recombinaison radiative
Xq+m + hν
 X
q+1
m ′ + e
−
Ces processus participent à l’échange d’énergie entre un électron lié et un
électron libre. Ils participent donc au rayonnement libre-lié. L’énergie du
photon doit être supérieure à l’énergie d’ionisation.
• La photo-excitation et la désexcitation radiative
Xq+m + hν
 X
q+
m ′
Ces processus participent au rayonnement lié-lié et à la formation de raies
spectrales. L’énergie du photon est égale à la différence d’énergie entre le
niveau initial et le niveau final.
• L’ionisation par impact et la recombinaison à trois corps
Xq+m + e
− 
 Xq+1m ′ + e
− + e−
Ces processus impliquent des électrons et sont donc sensibles aux condi-
tions plasmas. Le taux de réaction de la recombinaison à trois corps est
proportionnel à la densité électronique au carrée, ce qui en fait un proces-
sus très important à haute densité.
• L’auto-ionisation et la recombinaison diélectronique
Xq+m 
 X
q+1
m ′ + e
−
De même que précédemment, le processus de recombinaison dépend de la
densité électronique. Le taux est cette fois-ci proportionnel à ne.
L’ensemble des processus contribue à la répartition des différents états de charge
et d’excitation. Cette description conduit à résoudre le système exprimant la va-
riation du nombre d’ions Ni,m pour chaque état (i,m) par la compétition entre
les processus créatifs de taux W+ et des processus destructifs de taux W−.
dNi,m
dt
=
∑
i ′,m ′
W+
(
i ′,m ′ 7→ i,m)−∑
i ′,m ′
W−
(
i,m 7→ i ′,m ′) (4.1)
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La description des taux de chaque processus constitue un domaine de recherche.
L’approximation d’un plasma maxwellien est l’approximation la plus utilisée 2
pour effectuer le calcul de ces taux. Dans son livre Salzmann propose d’évaluer
la sensibilité du modèle à une incertitude sur ces coefficients de taux. Il fait
remarquer qu’une incertitude sur ces taux a peu d’influence sur le calcul des
populations des espèces ioniques les plus abondantes, c’est à dire les ions dont
la charge est proche de l’ionisation moyenne Z∗ du plasma. À travers la gran-
deur Z∗, ces états les plus abondants apportent la plus grande contribution à de
nombreux paramètres plasmas (densité électronique, énergie interne, pression,
puissance rayonnée totale). Tous ces paramètres dépendant de Z∗ ne sont pas
grandement sensibles aux petites variations dans le calcul des taux. En revanche,
les grandeurs faisant intervenir les densités ioniques des populations faiblement
représentées dans le plasma, sont les plus sensibles à une petite variation des
taux (intensité des raies, la composante lié-libre, les propriétés spectrales dans
les zones ou les transitions d’espèces rares ont une influence).
Ce modèle collisionnel-radiatif permet donc le calcul des populations. Lorsque
l’on garde la dépendance en temps dans l’équation 4.1, on parle de modèle
collisionnel-radiatif dépendant du temps.
Le modèle CR dans l’approximation stationnaire
L’approximation stationnaire consiste à supposer l’équilibre des populations
atomiques à chaque pas de temps. Cela revient à choisir dNi,mdt = 0 dans le modèle
collisionnel-radiatif précédent. Cela est vérifié lorsque le temps caractéristique τa
des processus atomiques est très inférieur au temps d’évolution des paramètres
plasma tplasma. Dans ce cas, les distributions atomiques ont le temps d’arriver à
un équilibre avant que les conditions plasma ne changent.
tplasma = min
(
ni
∂ni/∂t
,
T
∂T/∂t
)
 τa
La limite ETL aux hautes densités
Lorsque l’on fait tendre la densité électronique vers l’infini dans le modèle CR
stationnaire, les distributions atomiques rejoignent la description ETL. Il se trouve
que l’ETL est un cas limite du modèle collisionnel radiatif dans l’approximation
stationnaire. Pour définir un plasma comme à l’ETL nous avons vu que :
1. Les distributions en vitesse doivent être maxwelliennes
2. La distribution en charge suit l’équation de Saha-Boltzmann
3. La distribution au sein d’un ion suit la distribution de Boltzmann
2. Nous avons vu (tableau 3.1) que le temps de relaxation électron-électron étant très faible
(∼ fs) dans l’approximation de Spitzer, la population d’électron est rapidement à l’équilibre d’où
cette approximation couramment utilisée.
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Figure 4.6 – Seuil en densité défini par les équations 4.2 et 4.3. Pour atteindre l’équilibre
de Saha-Boltzmann des populations ioniques et l’équilibre de Boltzmann
pour les niveaux d’énergie dans le cas de l’aluminium il faut que la densité
soit nettement supérieure à ces seuils.
Griem 1963,1964 proposa une condition en densité nécessaire pour que la ré-
partition des charges approche la répartition donnée par l’équation de Saha-
Boltzmann :
ne  1.1013cm−3
(
T
1 eV
)3(
Ei
T
)5/2
(4.2)
où Ei est l’énergie d’ionisation de l’ion de charge i.
Cependant, afin d’être à l’ETL, il faut également qu’au sein de chaque ion de
charge i les niveaux d’énergie soient correctement peuplés selon la distribution
de Boltzmann. Pour cela, le critère suivant est proposé :
ne  9.1016cm−3
(
Ei,1 − Ei,0
2Ry
)√
T
2Ry
(4.3)
où Ei,1 − Ei,0 est l’énergie du premier état excité par rapport l’état stable.
L’annexe B illustre, à l’aide de deux modèles simples, l’idée que les processus
collisionnels, dominant à haute densité, permettent de rejoindre asymptotique-
ment l’équilibre thermodynamique local.
La figure 4.6 montre la valeur de ces seuils pour un plasma d’aluminium en
fonction de la température. À T = 300 eV , le critère pour atteindre l’équilibre de
Saha-Boltzmann impose ne  5.1022cm−3 et l’équilibre de Boltzmann demande
ne  8.1022cm−3. Il faut donc ne  8.1022cm−3 et une distribution des vitesses
maxwellienne pour qu’un tel plasma d’aluminium atteigne l’ETL.
La figure 4.7 illustre l’écart dans le calcul de l’ionisation moyenne entre l’ap-
proximation ETL et le modèle CR stationnaire pour un plasma d’aluminium de
0, 5 µm. Augmenter en densité ou diminuer en température permet de s’appro-
cher de l’équilibre thermodynamique local dans le sens où l’écart tend asympto-
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tiquement vers 0. Lorsque la température tend vers l’infini, les deux modèles se
rejoignent mais il ne s’agit pas d’une limite théorique vers l’ETL. Le fait que l’ioni-
sation de l’aluminium soit bornée supérieurement à 13 provoque la convergence
des deux modèles vers un aluminium complètement ionisé.
Figure 4.7 – Écart en % de l’ionisation moyenne d’un plasma d’aluminium entre le mo-
dèle CR stationnaire le modèle ETL (réalisé avec flychk (Chung et al.,
2003)).
4.3 l’émission de couche k comme diagnostic en plasma dense
Les calculs des populations ioniques et du peuplement des niveaux d’énergie
sont fonctions des conditions hydrodynamiques. Voyons maintenant comment le
spectre d’émission de couche K permet de remonter à la densité et à la tempéra-
ture du plasma émetteur.
4.3.1 Effets de la température
L’ionisation et l’excitation des ions sont dépendantes de la densité et de la tem-
pérature du plasma. L’information portée par le spectre est donc liée à un couple
(ρ, T). À densité donnée, l’augmentation de la température favorise l’ionisation
du plasma. La distribution ionique se déplace donc vers les ions de charges éle-
vées comme le montre la figure 4.8 3. Or l’émission d’une raie est proportionnelle
à la densité d’ions émetteurs, les raies correspondant à des états de charge élevée
vont alors être plus intenses. Nous verrons que le rapport de deux raies est donc
lié au degré d’ionisation et à la température. Ce raisonnement permet également
de comparer une raie de résonance avec ses satellites (Glenzer et al., 2000 ; Apru-
zese, 1986 ; Mancini et al., 1992 ; Whitney & Kepple, 1982).
3. Cette figure montre également que l’ionisation moyenne diminue lorsque la densité aug-
mente. Cela s’explique par la recombinaison à trois corps qui produit une recombinaison forte
du plasma à haute densité.
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(a) Pour un plasma d’aluminium à
10−2 g.cm−3.
(b) Pour un plasma d’aluminium à densité
solide.
Figure 4.8 – Effet de la température sur la distribution des ions dans le cas d’un plasma
d’aluminium et dans l’approximation ETL (calcul réalisé avec flychk).
Rapport de raies
On rappelle que l’intensité d’une raie est proportionnelle à la densité d’ions
émetteurs :
I (i→ j) = nZi  hωP (i→ j)
Mesurer deux raies du même état de charge dans des conditions proches de
l’équilibre permet donc, d’après la distribution de Boltzmann, une mesure direc-
tement liée à la température.
Lyβ
Lyα
=
I (3p→ 1s)
I (2p→ 1s) =
P (3p→ 1s)
P (2p→ 1s)
 hω3p→1s
 hω2p→1s
gAl12+,3p
gAl12+,2p
exp
[
−
EAl12+,3p − EAl12+,2p
T
]
Il est également possible de mesurer le rapport de deux raies de deux états de
charge différents, par exemple Heβ et Lyβ. Dans ce cas, la loi de Boltzamnn et de
Saha-Boltzmann montre que le rapport est lié à la température et à la densité par
le terme Z∗ni.
Lyβ
Heβ
=
I (3p→ 1s)
I (3p1s→ 1s2)
=
P (3p→ 1s)
P (3p1s→ 1s2)
 hω3p→1s
 hω2p→1s
nAl12+
nAl11+
gAl12+,3p
gAl12+,2p
exp
[
−
EAl12+,3p − EAl12+,2p
T
]
Avec,
nAl12+
nAl11+
=
2
Z∗ni
(
mec
2T
2pi ( hc)2
)3
2
gAl12+
gAl11+
exp
(
−
EAl12+ − EAl11+
kBT
)
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Nécessité d’un plasma optiquement mince
Pour effectuer un rapport de raie, on suppose que chaque raie n’est pas modi-
fiée par le trajet effectué pour sortir du plasma. Il faut donc vérifier que l’on est
optiquement mince dans les gammes spectrales d’intérêt. Dans le cas contraire,
le rapport est dépendant du modèle utilisé pour le transport de rayonnement au
sein du plasma.
4.3.2 Effets de la densité
Élargissement Stark
Parmi les causes d’élargissement des raies, l’effet Stark est le seul à dépendre
de la densité et faiblement de la température. Lorsque cet effet est dominant,
l’analyse des largeurs de raies est directement liée à la densité du plasma.
Figure 4.9 – L’élargissement spectral, selon la densité, d’un spectre de couche K d’alu-
minium avec Ti = Te = 350 eV . La largeur des raies permet de faire un
lien avec la densité (calcul réalisé avec flychk). Les raies Heβ et Lyβ se
dédoublent par l’effet Stark.
Stark à deux températures
Nous avons vu que le profil Stark est proportionnel à la distribution des micro-
champs. À haute densité (Laulan et al., 2008 ; Iglesias, 2000) cette distribution
peut être contrainte par les corrélations ion-ion et dépend alors fortement de la
température ionique. Dans un plasma à deux températures lorsque Te  Ti, cet
effet est particulièrement important : plus la température ionique est faible plus
la distribution est contrainte et la largeur diminuée. La largeur des raies dépend
alors de la densité et de la température ionique (Griem, 1964, 1997). Le code
flychk ne permet pas de traiter l’effet Stark de cette manière, nous illustrons
donc ce point physique par le code opas figure 4.10.
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(a) Distribution des microchamps ioniques
(calcul réalisé avec opas)
(b) Spectres d’émission (code opas) pour
0, 7 µm d’aluminium (ρ = 2.7 g.cm−3, Te =
370 eV).
Figure 4.10 – Effet d’une variation de la température ionique (Ti = 50, 190, 370 eV) sur
les microchamps ioniques et l’élargissement Stark pour un plasma d’alu-
minium à densité solide et Te = 370 eV pour les trois cas.
Abaissement de potentiel par effet de densité
Lorsque la distance inter-ionique Ri est inférieure à la distance d’écrantage
du potentiel coulombien λDH, il se produit comme illustré figure 4.11 un phé-
nomène de réduction des énergies de liaison appelée abaissement du potentiel.
Cette interaction entre les ions a pour effet un abaissement des seuils d’ionisa-
tions d’où la délocalisation de certains niveaux d’énergie et un déplacement des
niveaux d’énergie. Dans le cas de la couche K, ce sont les seuils d’ionisation de
Al12+ (2304 eV) et Al11+ (2086 eV) qui peuvent s’abaisser au point de délocaliser
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Figure 4.11 – Vision schématique de l’abaissement de potentiel et de l’ionisation par
pression : le potentiel des ions proches diminue l’énergie nécessaire pour
s’extraire du potentiel coulombien, certains niveaux d’énergie se trouvent
alors délocalisés dans le continuum.
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certaines configurations comme le niveau excité 1s4p de Al11+ par exemple, la
transition de raie 1s2 − 1s4p à 1964 eV disparaît alors du spectre d’émission.
Le modèle de la sphère ionique permet d’évaluer cet abaissement. Le terme
de sphère ionique décrit une sphère neutre de rayon Ri composée d’un noyau
de charge Z et d’un nombre Z d’électrons. Cela assure que le potentiel est nul
sur la frontière du domaine et qu’au delà la distribution des ions et des électrons
se neutralise. Si l’on considère de plus une distribution homogène 4 d’électrons
libres dans ce volume, il est possible d’écrire le potentiel, centré en r = 0, sous la
forme (Salzmann, 1988) :
V (r) = V0 (r) −
3
2
Zfe
Ri
[
1−
1
3
(
r
Ri
)2]
où Zf est le nombre d’électrons libres et Ri = (3/4pini)
1/3 la distance moyenne
entre deux ions.
À l’ordre 0, lorsque r Ri, le décalage en énergie d’un niveau s’écrit alors :
χIS =
3
2
(
4
3
pi
)1
3
Zfen
1/3
i ∼ 3, 5 Zf
( ni
1021 cm−3
)1/3
eV
À cet ordre, tous les niveaux d’énergie subissent le même décalage en énergie
et certain niveaux supérieurs passent alors dans le continuum lorsque leur éner-
gie devient positive. À l’ordre 2, la dépendance en r2 indique que les niveaux
supérieurs sont déplacés de manière plus importante que les niveaux inférieurs,
cela implique un déplacement des raies les unes par rapport aux autres.
Le modèle de Stewart & Pyatt, 1966 approfondit cette approche tout en permet-
tant une utilisation aisée numériquement. D’autres modèles changent légèrement
de vision préférant une approche probabiliste en posant la question : quelle est
la probabilité qu’un ion soit soumis à un abaissement χ ? (Salzmann, 1988, p64)
Enfin, Zimmerman & More, 1980 soulignent l’effet d’un abaissement de po-
tentiel dans le poids statistique gζ,np des niveaux d’énergie np de l’ion ζ. Ils
proposent alors la forme :
g∗ζ,np = g
0
ζ,np
1
1+ (α rnRi )
β
où rnp est le rayon de l’orbitale np, Ri la distance inter-ionique, α ≈ 3 etβ ≈ 4.
Cette proposition de décroissance continue a l’avantage de ne pas faire dispa-
raître de manière abrupte les niveaux dans le cas d’un abaissement de potentiel.
4. Cela revient à négliger les effets de polarisation proche du noyau.
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Conclusion
Les variations des rapports de raies, des largeurs de raie et un éventuel dépla-
cement du seuil d’ionisation illustrent plusieurs effets simultanés liés aux varia-
tions de densité et de température dans l’étude d’un spectre de couche K. Pour
prendre en compte cet ensemble d’effets dans un plasma HETL, des modèles pour
le calcul des populations ioniques et du spectre d’émission sont nécessaires. On
utilise alors un code permettant de comparer l’évaluation numérique (à une den-
sité ρ et des températures (Te, Ti)) et le résultat expérimental. On évalue ainsi
les conditions permettant l’émission d’un spectre comparable à celui mesuré en
ajustant au mieux et à la fois les rapports de raies et les largeurs de raies.
4.4 présentation de spect3d
Plusieurs calculs de spectres d’émission X ont été réalisés pour analyser les
mesures obtenues. Nous distinguons les codes de physique atomique détaillés
dans l’approximation ETL (opas (Blancard et al., 2012) et sco-rcg (Pain et al.,
2013)) et les codes HETL avec modèle collisionnel-radiatif (flychk (Chung et al.,
2005) et spect3d (MacFarlane et al., 2007)).
Nous décrivons ici le code spect3d qui a été le plus utilisé pendant cette
thèse.
Dans ce travail de thèse, le code spect3d a permis le calcul du spectre d’émis-
sion d’un plasma 1D. Le code calcule les populations des différentes configura-
tions dans l’hypothèse ETL ou par un modèle collisionnel-radiatif dépendant du
temps ou stationnaire. Pour un calcul détaillé, l’utilisateur choisit les configura-
tions que le code doit prendre en compte avec des niveaux d’énergies et les forces
d’oscillateurs tabulés (atbase 5).
Le modèle collisionnel-radiatif prend en compte les processus élémentaires
suivants :
• émission spontanée, photo-excitation et émission stimulée,
• ionisation collisionnelle et recombinaison à 3 corps,
• excitation collisionnelle et désexcitation collisionnelle,
• photo-ionisation et recombinaison radiative,
• auto-ionisation et recombinaison diélectronique.
Dans le cas de l’aluminium, nous utilisons dans cette thèse l’ensemble des tran-
sitions disponibles. Les largeurs de raie sont :
• soit calculées à partir d’un profil Voigt prenant en compte les largeurs na-
turelles, Doppler et Stark (Griem, 1968),
5. http://www.prism-cs.com/Software/AtomicData/AtomicData.htm
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• soit déterminées à partir d’ajustement de calculs merl 6 pour les transitions
résonnantes des ions hydrogénoïdes et héliumoïdes de Z=10 à 20 ainsi que
les transitions 1s− 2p des ions lithiumoïdes à néonoïdes.
L’abaissement du continuum est modélisé par un modèle probabiliste (Hummer
& Mihalas, 1988) et via le formalisme décrit par Zimmerman & More, 1980.
La spécificité de ce code est de pouvoir être utilisé comme post-processeur
d’une évolution hydrodynamique-radiative (Te (t) , Ti (t) , ρ (t)), dans notre cas
en 1D. Il permet donc de prendre en compte l’épaisseur et l’éventuelle inhomo-
généité du plasma en fonction du temps.
Cette résolution temporelle permet notamment de simuler des durées d’émis-
sion et d’obtenir un spectre intégré en temps, prenant en compte l’évolution
temporelle du plasma et les éventuelles effets instationnaires.
La géométrie 1D permet de modéliser la réabsorption dans un plasma inho-
mogène. La réabsorption est due aux phénomènes de photo-excitation et photo-
émission où un photon émis par le plasma est réutilisé dans un processus d’exci-
tation où d’ionisation avant de sortir du plasma. Deux méthodes sont proposées,
l’utilisation de facteur d’échappement présenté ci dessous et un calcul le long de
caractéristiques distribuées selon plusieurs angles. L’intensité spécifique est dans
ce dernier cas calculée en résolvant l’équation de transfert radiatif 1D le long de
plusieurs droites réparties en angle et traversant l’ensemble du plasma.
Facteur d’échappement
La méthode des facteurs d’échappement est une astuce proposée par Holstein,
1947 permettant le calcul très rapide des processus de photo-excitation et photo-
ionisation. Ces processus sont en effet non-locaux et dépendent de la taille et de
la géométrie du plasma car au point r ils font intervenir l’intensité issue de l’en-
semble des points du plasma.
Considérons une transition d’un niveau i vers le niveau j d’énergie  hωij, le
taux de transition radiative d’un niveau i vers le niveau j s’écrit :
τRij (~r) = ni
(
Aij + hBijJij
)
−njhBjiJij
où
Jij (~r,  hω) =
∫
I (~r,  hω)
dΩ
4pi
6. réalisés par Woltz & Hooper, 1988 et Mancini et al., 1991.
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Aij, Bij etBji sont les coefficients d’émission spontanée, d’émission stimulée et
d’absorption résonnante. À l’équilibre thermodynamique, ces trois coefficients
sont reliés par les relations d’Einstein :
gζ,iBij = gζ,jBji (4.4)
Aij =
 hω3
2pi2c2
Bij (4.5)
En gardant l’idée que ces coefficients sont proportionnels entre eux, l’approxi-
mation des facteurs d’échappement consiste à écrire le taux d’émission en énergie
Rij =  hωijτ
R
ij sous la forme :
Rij (~r) = Ni hωΛij (~r)Aij
Le facteur d’échappement Λij modélise alors l’ensemble des trois processus
radiatif. Il varie entre Λ = 1 pour un plasma optiquement mince et Λ = 0 pour
un plasma fortement optiquement épais où l’ensemble des photons est réabsorbé.
Le facteur d’échappement dépend du profil de la raie et de la profondeur
optique du plasma. En simplifiant la géométrie sous la forme d’une simple lon-
gueur caractéristique, il est possible de calculer le facteur d’échappement pour
les profils Gaussien, Lorentzien et Voigt (Apruzese, 1985).
Dans les plasmas optiquement épais, cette approximation est une modélisation
simple des processus de réabsorption selon la géométrie du plasma. Salzmann
souligne qu’elle n’est pas forcément adaptée à des géométries complexes. Le fait
de ne considérer que la transition i − j est également une forte approximation
dans des plasmas où un grand nombre de raies peuvent se superposer.
Des simulations en géométrie simple (1D) d’un spectre de couche K où les raies
sont bien séparées semblent adaptées à cette approche du facteur d’échappement.
C’est cette approche qui est utilisée à la fois dans les calculs flychk et spect3d
réalisés pour cette thèse.
conclusion
Nous avons vu dans ce chapitre que l’émission X d’un plasma fait appel à
l’équilibre détaillé des électrons et des ions sur les niveaux d’énergie accessibles.
L’équilibre sur ces niveaux dépend dans un plasma des conditions hydrodyna-
miques du milieu. Deux méthodes pour définir cet équilibre ont été détaillées :
l’équilibre thermodynamique locale et le modèle collisionnel-radiatif. Nous avons
donc montré que l’étude du rayonnement est fortement lié aux conditions (ρ, T)
que l’on souhaite estimer expérimentalement. En cherchant à reproduire par des
codes de physique atomique détaillés un spectre d’émission X mesuré, on s’ap-
proche au mieux d’une description du plasma permettant de réaliser une distri-
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bution électronique et ionique compatible avec les transitions mesurées.
Nous verrons dans la partie suivante, consacrée au schéma expérimental, que
l’on cherche à varier les diagnostics pour contraindre au maximum la description
du plasma.

Deuxième partie
C O N F I G U R AT I O N E X P É R I M E N TA L E
Afin de mesurer les spectres d’émission des plasmas denses et chauds
produits par interaction UHI, deux expériences ont été menées sur
l’installation ELFIE du LULI à l’École Polytechnique. Un faisceau la-
ser sub-picoseconde et de quelques 1018W.cm−2 a été utilisé pour
produire, par interaction laser-matière à ultra-haute intensité, le chauf-
fage isochore d’une cible solide. Afin de caractériser le plasma pro-
duit, un ensemble de diagnostics a été mis en place. Dans ces deux
chapitres, les conditions expérimentales sont décrites. Le premier pré-
sente le dispositif expérimental : les faisceaux laser, les cibles utilisées
et les deux expériences. Le second détaille les diagnostics et leur fonc-
tionnement.

5
L E S C A M PA G N E S E X P É R I M E N TA L E S
Dans le cadre de cette thèse, deux expériences ont été réalisées sur l’installa-
tion elfie du luli en janvier 2013 et en décembre 2013 dans le but de produire
par interaction à ultra-haute intensité des plasmas de densités et températures
élevées et de les diagnostiquer le mieux possible. La caractérisation de ces plas-
mas est un point important pour contraindre les simulations. Dans ce chapitre,
nous détaillerons les conditions lasers utilisées, le type de cible étudié et enfin les
configurations expérimentales choisies pour ces campagnes.
5.1 les lasers utilisés
Dans nos conditions, un faisceau d’interaction sub-picoseconde et ultra-intense
est utilisé pour chauffer une cible initialement solide et obtenir les plasmas
chauds et denses que l’on souhaite caractériser. Pour l’expérience de décembre
2013, un second faisceau ultra-bref, de faible énergie et triplé en fréquence, a
permis de mettre en place un diagnostic d’ombroscopie détaillé par la suite. Ces
deux faisceaux sub-picosecondes sont obtenus par la technique d’amplification
par dérive de fréquence.
Faisceau d’interaction
L’impulsion principale est produite par la technique de l’amplification par dé-
rive de fréquence (CPA (Strickland & Mourou, 1985)) dans un milieu amplificateur
Titane : Saphir. Elle a une longueur d’onde fondamentale de 1057nm 1. Dans nos
expériences, nous souhaitons obtenir la meilleure compression pour atteindre des
intensités relativistes et pour minimiser la durée du dépôt d’énergie par rapport
à la détente hydrodynamique 2. Lors de nos expériences, la durée d’impulsion
après compression a été mesurée à 350 fs à mi hauteur (à 1057nm) à l’aide d’un
autocorrélateur du 2e`me ordre et d’un facteur de corrélation gaussien.
1. La largeur spectrale ∆λ est de 5 nm et le laser a une polarisation linéaire horizontale.
2. Par ailleurs, plus la durée d’interaction est courte, plus la modélisation par code PIC du
chauffage devient accessible en terme de temps de calcul.
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Intensité à 1ω : ∼ 1, 3.1019W.cm−2
Quelques tirs laser ont été réalisés à la longueur d’onde fondamentale (1ω, 1057nm).
L’énergie mesurée lors de nos expériences a été en moyenne de 11 J après com-
pression. Afin d’atteindre des intensités supérieures à 1018W.cm−2, le laser est fo-
calisé à l’aide d’une parabole hors axe d’ouverture f/3. L’utilisation de filtres spa-
tiaux et d’un miroir déformable afin d’améliorer l’homogénéité du front d’onde
permet de s’approcher d’une focalisation gaussienne à la limite de diffraction (à
1057nm, le diamètre à mi-hauteur minimal est ∼ 4µm). Expérimentalement, la
focalisation n’est pas parfaite et on décrit les taches focales obtenues par leur dia-
mètre à mi-hauteur (indice FWHM) 3 accompagné de la quantité d’énergie conte-
nue à mi-hauteur 4. Dans notre cas, à 1057nm, le diamètre à mi-hauteur est me-
suré à 6, 5 ± 0, 5 µm pour une énergie contenue de 11% à mi-hauteur comme
l’illustre la figure 5.1. Le pic d’intensité obtenue est alors de 1, 3.1019W.cm−2.
Figure 5.1 – Mesure réalisée à basse énergie d’une tache focale expérimentale à ω à la
meilleure focalisation : échelle linéaire à gauche et échelle logarithmique à
droite. L’utilisation des 4 ordres de grandeurs de la dynamique de la caméra
CCD permet de visualiser une zone très large contenant une partie non
négligeable de l’énergie. Seul 11% de l’énergie est contenue à mi-hauteur
(φFWHM = 6, 5± 0.5µm), les contours illustrent les zones supérieures à 1%
de la fluence maximale.
Le rapport entre des éclairements forts et faibles est appelé contraste. L’image
5.1 illustre le contraste spatial : regardons à 50µm du centre, alors qu’une gaus-
sienne de largeur à mi-hauteur 6, 5 µm donnerait un contraste de 1 : 1017, nous
avons ici un contraste de 1 : 5.10−3 à 50µm du centre.
Temporellement, l’impulsion est également supposée gaussienne et il existe
aussi cette notion de contraste. Regardons plus précisément le contraste temporel
qui est une donnée importante pour l’interaction laser puisqu’une partie basse
intensité peut interagir avec la cible avant l’impulsion principale.
3. Pour Full Width Half Maximum
4. Dans le cas idéal gaussien, 50% de l’énergie se concentre à l’intérieur de la largeur à mi-
hauteur.
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Contraste temporel
Un exemple de la mesure du contraste temporel du faisceau utilisé est donné
sur la figure 5.2. La mesure réalisée avec un autocorrélateur du 3e`me ordre donne
un contraste moyen inférieur à 3.10−8. Ce long plateau de plusieurs centaines
de picosecondes est formé par l’ASE. Par ailleurs, 60 ps avant l’impulsion prin-
cipale, une pré-impulsion est également mesurée : elle arrive en amont du pic
principal situé à 0 ps sur la figure 5.2. Le long plateau et la pré-impulsion sont
deux éléments qui peuvent préchauffer légèrement la cible, modifiant sa surface
avant l’interaction UHI. Comme nous l’avons vu au chapitre 2, les mécanismes
d’absorption laser en régime UHI sont très sensibles aux gradients de densité.
Cette mesure de contraste est donc une information importante pour caractériser
l’interaction.
Figure 5.2 – Mesure du contraste temporel de l’impulsion à ω (λ = 1057nm). Un long
plateau à 3.10−8 et une pré-impulsion à −60 ps sont observables et peuvent
modifier l’état de surface avant le pic principal à 0 ps.
Pour améliorer ce contraste, nous avons doublé la fréquence laser à l’aide d’un
cristal de potassium dihydrogen phosphate – KH2PO4 (KDP) 5. Le doublage en
fréquence est un processus non-linéaire et l’intensité doublée est proportionnelle
au carré de l’intensité incidente. La conversion étant plus efficace à haute inten-
sité, cela permet d’améliorer le contraste temporel entre les zones de fortes et
de faibles intensités. On s’attend alors à ce que le piédestal se trouve nettement
dégradé. En contrepartie, il y a une perte de l’énergie laser lors de la conver-
sion. Malheureusement aucun diagnostic disponible n’a permis de mesurer le
contraste à 2ω et donc de vérifier la conversion de la pré-impulsion mesurée
à 1ω. Nous avons cependant mesuré l’énergie et la forme de la nouvelle tache
focale, permettant d’estimer l’intensité obtenue à 2ω.
5. Une seconde méthode consiste à utiliser un miroir plasma.
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Intensité à 2ω : ∼ 5.1018W.cm−2
Le doublage en fréquence permet d’obtenir un faisceau de longueur d’onde
527nm. Dans nos conditions, l’impulsion (estimé à 350 fs) délivre alors ∼ 1, 5 J
mesuré après doublage, la tache focale contient 20% de l’énergie dans un dia-
mètre à mi-hauteur de 4, 5 ± 0, 5 µm (fig. 5.3). L’intensité obtenu est donc de
∼ 5.1018W.cm−2.
Figure 5.3 – Mesure d’une tache focale expérimentale à 2ω à la meilleure focalisation :
échelle linéaire à gauche, échelle logarithmique à droite. 20% de l’énergie
est contenue dans la mi-hauteur (φFWHM = 4–5µm), les contours illustrent
les zones supérieures à 1% de l’énergie maximale.
Faisceau sonde
En complément, un second faisceau issu d’un prélèvement du faisceau d’inter-
action est utilisé comme faisceau sonde. Ce faisceau sonde a permis de réaliser
un diagnostic d’ombroscopie que l’on présentera dans le chapitre suivant. Afin
de sonder une densité critique élevée, nous avons triplé l’impulsion en fréquence
(λ = 353nm) à l’aide de deux cristaux successifs. Le faisceau peut se propager
théoriquement jusqu’à une densité critique nc (3ω) = 9.1021 cm−3. Le faisceau à
3ω a une énergie suffisamment faible (quelques millijoules) pour ne pas pertur-
ber la cible. Pour sonder le plasma avec une bonne résolution temporelle et dé-
crire son évolution du plasma sur des temps courts nous avons utilisé la meilleure
compression, soit ∼ 350 fs dans nos conditions expérimentales.
Un résumé des conditions laser utilisées est présenté tableau 5.1.
faisceau λ (nm) E (J) τ (fs) Focalisation
(φfwhm, E∈fwhm )
Imax
interaction 1ω 1057 11 350 (7µm, 11%) 1, 3.1019W.cm−2
interaction 2ω 527 1, 5 350 (5µm, 20%) 5.1018W.cm−2
sonde 353 ∼ mJ 350 non focalisé n. a.
Table 5.1 – Résumé des caractéristiques laser. La durée à 2ω et 3ω n’a pas été mesurée,
elle est supposée égale à la mesure réalisée à 1ω.
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le dispositif expérimental
Dans cette section, nous présentons tout d’abord les types de cibles utilisées
pendant nos campagnes expérimentales et dimensionnées à l’aide des aspects
théoriques vus en première partie. Puis nous résumons le dispositif expérimental
mis en place pour les deux campagnes étudiées ici.
5.2 les cibles
Le dimensionnement des cibles doit permettre de tirer parti d’un chauffage
rapide (~ps) et en profondeur (quelques microns) produit par interaction UHI
comme nous l’avons vu en première partie. Un chauffage de plusieurs centaines
d’électron-Volts à la densité solide est espéré.
Pour ralentir la détente de l’élément d’intérêt, les cibles utilisées sont planes
et composées de trois couches : une première couche de carbone, une deuxième
couche d’aluminium et une troisième couche de plastique. L’élément de la couche
centrale est celui d’intérêt alors que les éléments qui l’entourent ont pour rôle de
retarder la détente de l’élément central afin de conserver des densités élevées
pendant quelques instants supplémentaires, on parle ainsi de cibles enterrées.
Comme le chauffage UHI permet un chauffage isochore 6 sur plusieurs mi-
crons, nous avons choisi les épaisseurs suivantes : 1µm de carbone face avant,
0, 5 µm d’aluminium au centre et 5µm de plastique face arrière. L’aluminium est
ainsi suffisamment enterré d’un point de vue hydrodynamique, mais suffisam-
ment proche de la face avant pour espérer des températures de plusieurs cen-
taines d’électron-Volts (chapitre 2). Son épaisseur de 0, 5 µm est un compromis :
être suffisamment fin pour limiter les gradients et être optiquement mince mais
également d’épaisseur suffisante pour obtenir en émissivité des signaux avec un
bon rapport signal sur bruit.
La mesure principale est l’émission X de l’aluminium. Afin de ne pas perturber
les mesures du spectre d’aluminium, il est nécessaire que les éléments périphé-
riques émettent a priori peu dans la gamme spectrale observée et ne soit pas trop
absorbant. C’est pour cela que nous utilisons des éléments de Z faible comme le
carbone (Z = 6) et le plastique (C8H8 ; Z = 3, 5). Seul un rayonnement de brem-
sstrahlung et d’intensité faible s’additionne aux spectres mesurés.
L’élément central, ici l’aluminium, est choisi pour sa sensibilité aux variations
de température dans la gamme de température atteignable afin de jouer le rôle de
thermomètre et pour estimer les conditions du plasma produit. D’après l’étude
bibliographique qui a précédé nos expériences, des conditions moyennes supé-
rieures à 1 g.cm−3 et entre 100 eV et 1 keV sont attendues. Nous avons donc choisi
l’aluminium pour les trois raisons suivantes :
6. Chauffage à densité constante mais non-isotherme sur l’épaisseur de la cible.
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• Le rapport des raies Heβ et Lyβ est très sensible dans la gamme de tempé-
rature 200− 600 eV .
• Le rapport entre la raie de résonance Heβ et ses satellites permet un second
diagnostic de température. À haute densité ces satellites sont présents dans
la gamme 200− 600 eV .
• Les raies Heβ et Lyβ sont optiquement minces pour l’épaisseur choisie de
0, 5 µm.
Les géométries
De nombreuses variations ont été envisagées. Nous présentons dans cette thèse
deux types de cibles : les cibles dites infinies (Infinite Buried Layer (IBL)) qui sont
de dimensions transverses très grandes (500µm) par rapport au diamètre de la
tache focale (∼ 5µm) et les cibles de taille réduites (Reduced Mass Target (RMT))
qui sont de diamètre 10× inférieur (50µm). La figure 5.4 illustre les cibles tri-
couches utilisées. Seule la dimension transverse et la forme changent, passant de
500µm de coté à 50µm de diamètre.
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Figure 5.4 – Illustration des géométries des cibles
5.3 les expériences
La toute première campagne fut dédiée à la faisabilité et au dimensionnement
des conditions thermodynamiques accessibles avec l’installation ELFIE. La se-
conde a permis de prolonger l’étude par l’amélioration des diagnostics et des
cibles. Les diagnostics utilisés sont similaires pendant ces deux campagnes et
sont détaillés dans le prochain chapitre.
Nous illustrons ici à l’aide de schémas simples les dispositifs expérimentaux
de ces deux expériences.
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ELFIE – janvier 2013
La figure 5.5 illustre le dispositif expérimental. Nous avons utilisé le laser d’in-
teraction avec et sans doublage de fréquence, focalisé selon la normale à la cible,
sur le carbone. Deux diagnostics mesurent l’émission X de couche K de l’alumi-
nium.
Le premier est un spectromètre Von-Hamos intégré en temps et en espace
permettant la mesure avec une bonne résolution spectrale de l’émission entre
1650 et 2100 eV . Placé dans le plan équatorial, il observe le centre de la cible avec
un angle moyen de 40° par rapport à la normale à la cible.
Le second est composé d’un cristal toroïdal et d’une caméra à balayage de
fente permettant la mesure du rayonnement de 1800 à 2100 eV avec une résolu-
tion temporelle de l’ordre de la picoseconde. Le cristal est placé face arrière dans
le plan équatorial normale à la surface de la cible. Malheureusement, cette pre-
mière expérience a permis de se rendre compte du très faible flux de photons et
ce dernier diagnostic n’a pas pu fournir les mesures attendues étant donné un
angle solide de collection trop faible et une sensibilité très limité de la caméra à
balayage de fente.
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Figure 5.5 – Schéma expérimental de l’expérience réalisée en janvier 2013 (Cas d’une
cible IBL).
ELFIE décembre 2013
Pour cette deuxième campagne, le diagnostic résolu en temps a été amélioré
pour permettre d’acquérir des signaux plus intenses. La figure 5.6 illustre par un
schéma simplifié la configuration lors de la seconde expérience. Le faisceau d’in-
teraction est cette fois-ci doublé en fréquence afin d’avoir le meilleur contraste
possible pendant la totalité de l’expérience. Nous retrouvons un spectromètre
Von-Hamos avec un cristal plus long pour étendre la mesure de la gamme spec-
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trale 1500− 2300 eV . Celui ci a changé de coté, il est face arrière mais garde un
angle d’observation identique. Deux nouveaux diagnostics ont été ajoutés.
Un spectromètre couplé à une caméra à balayage de fente et redimensionné par
rapport à la première expérience a permis dans cette campagne la mesure d’un
spectre résolu en temps dans la gamme 1800− 1900 eV . Ce diagnostic observe la
cible avec un angle moyen de 45°.
De plus, l’utilisation d’un faisceau sonde a permis la réalisation d’une ombro-
scopie transverse à la cible.
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Figure 5.6 – Schéma expérimental de l’expérience réalisée en décembre 2013 (Cas d’une
cible IBL).
Pour la suite de la thèse, l’interprétation physique des résultats fera appel indé-
pendamment aux tirs des deux campagnes. Dans le cas d’un plasma parfaitement
homogène ou optiquement mince la position du Von-Hamos entre les deux cam-
pagnes n’a pas d’influence.
Nous allons, dans le prochain chapitre, détailler ces trois diagnostics.
6
L E S D I A G N O S T I C S
La caractérisation du plasma d’aluminium obtenu dans nos conditions expéri-
mentales a été réalisée par trois types de diagnostics. Tout d’abord, nous avons
implanté des diagnostics de spectroscopie X de couche K. Les spectres nous ont
permis d’estimer les conditions en densité et température de l’aluminium par
l’analyse du profil et du rapport de raies, comme nous le verrons dans les cha-
pitres suivants. Deux types de spectres ont été obtenus. Un premier spectromètre
de type Von-Hamos nous a permis de mesurer l’émissivité intégrée en temps sur
une large gamme spectrale. Pour le second spectromètre, nous avons pu mesurer,
sur une gamme spectrale plus restreinte, la durée d’émission en couplant le cris-
tal tronconique avec une caméra à balayage de fente. En plus de ces diagnostics
et dans le but d’améliorer notre compréhension du chauffage, nous avons implé-
menté une imagerie X 2D à l’aide d’un double sténopé X. Enfin, à l’aide d’un
faisceau sonde ultra-bref (350 fs) et triplé en fréquence, nous avons réalisé l’om-
broscopie de la cible à différents temps afin de mesurer sa détente. Ces divers
diagnostics sont détaillés ci-dessous.
6.1 diagnostics de spectroscopie x
Afin de mesurer l’émissivité des plasmas présentés précédemment, nous avons
dimensionné et installé deux types de spectromètre :
• un spectromètre à géométrie Von-Hamos intégré en temps et espace,
• un spectromètre tronconique résolu en temps et intégré en espace.
Ces spectromètres permettent de résoudre spectralement le rayonnement du
plasma : un rayonnement incident est dispersé spectralement par un cristal de
distance interréticulaire d, selon la loi donnée par Bragg :
nλ = 2d. sin θ ⇐⇒ E = n. hc
2d.sinθ
où n est un entier donnant l’ordre de réflexion, et θ l’angle d’incidence par rap-
port à la surface. En remplaçant λ par hcE on obtient l’équation en fonction de
l’énergie E correspondant à la longueur d’onde λ. Les paragraphes suivants dé-
taillent la géométrie des cristaux utilisés.
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6.1.1 Cristal cylindrique : géométrie Von-Hamos
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(b) 2e`me expérience en décembre 2013
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Figure 6.1 – Géométrie des spectromètres Von-Hamos utilisés
Dans l’objectif de mesurer des spectres de couche K d’aluminium allant de
1598 eV (1s2 − 1s2p) à 2304 eV (énergie d’ionisation de Al12+), nous avons utilisé
des cristaux de PET 1 dont le 2d est égale à 8.742Å. La géométrie Von-Hamos
(Hámos, 1933) illustrée sur la figure 6.1 à l’avantage de permettre l’observation
d’une large gamme spectrale. De plus, la courbure cylindrique du cristal autour
de l’axe ~x (fig. 6.1) permet de récupérer nettement plus de photons qu’un cristal
plan en focalisant le signal sur l’axe du cylindre (figure 6.2).
Pour la première expérience, un cristal cylindrique avec un rayon de courbure
Rc = 100mm et d’une longueur de 60mm a permis de mesurer une gamme
spectrale comprise entre 1650 et 2100 eV (figure 6.1a).
Pour la seconde expérience, un second cristal similaire mais d’une longueur
de 100mm a été utilisé permettant ainsi la mesure d’une gamme spectrale plus
étendue : de 1500 à 2300 eV (figure 6.1b).
Figure 6.2 – Exemple d’une mesure réalisée avec le spectromètre Von-Hamos. Le signal
focalisé sur une ligne par le cristal cylindrique permet la mesure de raies
caractéristiques de l’aluminium.
1. Pour poly(téréphtalate d’éthylène)
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Calibration absolue des éléments du diagnostic
Afin de mesurer des intensités absolues, les cristaux ont été calibrés en réflecti-
vité. La réflectivité R (λ) sur l’axe de dispersion des cristaux a été mesurée sur une
source X du CEA. Elle est représentée figure 6.3. Pour le cristal PET de janvier
2013, seule une valeur moyenne a pu être mesurée à 3.10−4 rad, en revanche nous
avons pu estimer les inhomogénéités pour le cristal de 100mm de décembre 2013,
la réflectivité montre alors une variation de ±10% le long de l’axe de dispersion.
(a) Mesure des inhomogénéités selon l’axe de
dispersion pour le cristal de décembre 2013.
Figure 6.3 – Mesure de la réflectivité intégré des cristaux des spectromètres Von-Hamos
pour les campagnes de janvier 2013 (PET de 60mm) et de décembre 2013
(PET de 100mm).
Le détecteur utilisé est une Image Plate (IP) 2, il s’agit d’une plaque photosen-
sible au rayonnement X. L’IP nécessite d’être scannée pour enregistré le signal en
unité PSL 3 et il y a une dégradation du signal en fonction du temps passé entre
le tir et le scan. La calibration utilisée (figure 6.5a) dans l’analyse des spectres
est issue de l’article de Meadowcroft et al. (2008). Afin de conserver une bonne
sensibilité dans la zone 1, 5− 2, 5 keV et pour ne pas être perturbé par la dégrada-
tion temporelle du signal (figure 6.5b), nous avons utilisé pour les spectromètres
Von-Hamos une IP de type MS dont les caractéristiques sont détaillées dans le
tableau 6.4. Dans nos conditions, le scan est réalisé ∼ 15min après le tir. Cela
correspond à une perte de signal de l’ordre de 2%. Ce délai tient compte de la
mise à l’air de l’enceinte expérimentale sur ELFIE.
Couche de Mylar Couche sensible
type d’IP composition Densité épaisseur composition Densité épaisseur
MS C10H8O4 1,64g.cm−3 9µm BaFBr0.85I0.15 3,18g.cm−3 124µm
SR C10H8O4 1,49g.cm−3 8µm BaFBr0.85I0.15 3,07g.cm−3 112µm
TR BaFBr 2,61g.cm−3 60µm
Figure 6.4 – Détails de la composition des IP
2. De la société FUJIFILM. En français, le terme d’Écran Radio-Luminescent à Mémoire (ERLM)
est utilisable.
3. Photostimulated Luminescence
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(a) Calibration en énergie des IP () (b) Décroissance du signal sur IP en fonction
du temps
Figure 6.5 – Caractérisations des IP (données de Meadowcroft et al., 2008).
Dispersion et résolution spectrale : dimensionnement
La dispersion est définie comme la dérivée selon la position sur le détecteur de
l’énergie E d’un rayon réfléchi à la position x par le cristal.
D (x) =
dE
dx
(x)
D’après la géométrie illustrée 6.1 :
E (x) = n.
hc
2d.sinθ (x)
⇒ E (x) = n.hc
2d
√
1+
(
x
2Rc
)2
et D(x) = n.
hc
2d
x
4R2c
√
1+
(
x
2Rc
)2
La dispersion est quasi-constante lorsque x  2Rc, ce qui n’est pas le cas ici
(x ∼ 160mm et 2Rc = 200mm). Comme illustrée sur la figure 6.6a, la dispersion
de nos spectromètres varie donc de 3 à 5 eV/mm. Elle sera prise en compte lors
du dépouillement des mesures.
La résolution spectrale est limitée par la taille finie du plasma, la résolution
spectrale du cristal et la résolution spatiale du détecteur utilisé.
• Considérons une taille du plasma δx selon l’axe ~x. Celle-ci induit une in-
certitude sur la position de la source qui se traduit par une incertitude sur
l’énergie du signal mesuré en un point du détecteur.
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(a) La dispersion est légèrement non linéaire.
Sa valeur moyenne est de 4 eV/mm.
(b) Estimations de la résolution spectrale selon
l’effet de la taille du plasma et du détec-
teur.
Figure 6.6 – Dispersion et résolution spectrale du cristal PET dans la gamme 1500 −
2300 eV .
Pour un rayon d’énergie E, l’angle θ est en revanche fixé par la loi de Bragg,
il est alors possible d’écrire
δE
E
= sin θ cos θ
δx
2Rc
La figure 6.6b illustre cet effet pour une source X de taille 10 et 50 µm cor-
respondant à la tache focale (largeur à 1/e) et au diamètre des petites cibles
utilisées. Le tableau 6.1 répertorie les ordres de grandeurs obtenus.
• Théoriquement, un seul angle θ donnée par la loi de Bragg permet la ré-
flexion d’un photon d’énergie E. En pratique, selon la qualité du cristal
utilisé, la réflexion est possible autour de cette valeur θ. Un écart ∆θ à cet
angle de Bragg théorique permet la réflexion d’un photon d’énergie E et
cela dégrade la résolution du diagnostic.
∆E
E
=
∆θ
tanθ
En prenant l’ordre de grandeur donné par la réflectivité intégrée ∆θ ≈
3.10−4mrad et un angle moyen de 35°, nous obtenons ∆E/E ∼ 4.10−4.
• Concernant le détecteur, un rayon d’énergie E0 réfléchi par le cristal produit
un signal se déposant sur une surface finie du détecteur, cette surface est
caractérisée par une largeur ∆x. Pour une longueur d’onde λ la résolution
spectrale est donnée par
∆E
E
≡ ∆x.D (x)
E
En prenant en compte la résolution du détecteur de 200µm (Maddox et al.,
2011), on obtient ∆E/E ∼ 5.10−4.
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Plasma
δx = 10µm δx = 50µm
∆E/E ∼ 2.10−5 ∆E/E ∼ 1.10−4
Cristal Détecteur Total
∆θ = 3.10−4 rad ∆x = 200µm
∆E/E ∼ 4.10−4 ∆E/E ∼ 5.10−4 ∆E/E ∼ 10−3
Table 6.1 – Effets des différentes composantes sur la résolution spectrale.
La prise en compte des effets suggère une résolution spectrale théorique de
l’ordre de 10−3 soit ∆E ∼ 2 eV .
Afin de vérifier expérimentalement la dispersion et la résolution du spectro-
mètre Von-Hamos, nous avons produit un plasma d’aluminium chaud et à basse
densité en tirant à forte intensité
(
∼ 1019W.cm−2
)
sur une feuille fine de mylar
(2µm) aluminisé (0, 15 µm). L’émission X de ce type de plasma se caractérise
par des raies de résonance intenses et fines (figure 6.7). Les positions des raies
de l’aluminium clairement identifiées permettent de tracer expérimentalement la
dispersion du cristal (croix sur la figure 6.6). La mesure est en accord avec la dis-
persion théorique. Par ailleurs, la largeur de raie la plus fine mesurée est de 3 eV
à mi-hauteur, ∆E est donc inférieure à 3 eV et la résolution spectrale meilleure
que 2.10−3. Par la suite, afin de prendre en compte la résolution spectrale lors de
comparaisons numériques, nous avons donc choisi d’effectuer une convolution
par une gaussienne de largeur à mi-hauteur 3 eV sur les spectres numériques
présentés par la suite.
Figure 6.7 – Spectre à basse densité pour estimer la dispersion et la résolution du diag-
nostic.
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Remarque à propos des longs cristaux
Durant nos expériences, nous mesurons le spectre de couche K d’aluminium.
La figure 6.8 représente la moyenne des mesures réalisées avec le spectromètre
Von-Hamos lors de la deuxième expérience.
Figure 6.8 – Moyennes des mesures obtenues avec le spectromètre Von-Hamos lors de
la deuxième expérience sur cibles tri-couches (C/Al/CH) de 50 µm de dia-
mètre.
Comme illustré figure 6.9a, compte tenu de la position du spectromètre, de
la géométrie du diagnostic Von-Hamos et de la loi de Bragg, l’angle de vue du
diagnostic est compris entre 27◦ et 46◦ par rapport à la normale à la cible selon la
position spectrale. Le tableau 6.9b résume l’épaisseur de la cible traversée prenant
en compte l’angle correspondant à chaque raie.
Les codes utilisés dans cette thèse considèrent le détecteur comme ponctuel, il
n’y a donc pas cette différence de trajet existant entre les faibles et hautes énergies
de photons. Or cette épaisseur joue un rôle dans l’intensité des raies mesurées.
Nous avons vu (fig.4.4 p.64) qu’une partie du spectre était plutôt optiquement
épaisse (les raies α) alors que l’autre partie était optiquement mince. Comme les
rayonnements optiquement minces et optiquement épais ne se comportent pas
de la même façon lorsque la taille du plasma augmente nous allons justifier le
choix de l’épaisseur effective de la cible utilisée dans la thèse.
Illustrons ce point par un exemple numérique. La figure 6.10 représente quatre
calculs réalisés avec SPECT3D pour décrire l’émission d’un plasma à densité
solide, à l’ETL et à T = 360 eV avec utilisation de facteurs d’échappement. Un
calcul prenant en compte les quatre épaisseurs différentes pour chaque raie est
présenté par la courbe noire. Il s’agit d’une juxtaposition de quatre simulations
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E [eV]
Cristal
Cible
e=0.5  
E = 2048 eV
eeﬀective=0.72  µm
E = 1598 eV
eeﬀective=0.56  µm
(a)
raie Heα Lyα Heβ Lyβ moyenne
angle 27° 35° 40° 46° 36◦
épaisseur sur l’axe 0.56µm 0.61µm 0.65µm 0.72µm 0.62µm
(b)
Figure 6.9 – Variation de l’épaisseur traversée selon la longueur d’onde.
réalisées chacune autour d’une raie avec l’épaisseur appropriée donnée par le
tableau 6.9b.
Il n’existe pas d’épaisseur moyenne permettant de reproduire en une seule si-
mulation et de manière exacte l’influence de la variation d’épaisseur à la fois pour
les gammes spectrales optiquement épaisses et minces. Les trois courbes rouge,
verte et bleue représentent un calcul dans l’hypothèse d’une épaisseur effective
de 0.72µm, 0.56µm et 0.62µm respectivement.
Comme les raies en dessous de 1800 eV sont optiquement épaisses, elles sont
sensibles à l’angle de la mesure . En revanche le rayonnement au-delà de 1800 eV
est optiquement mince et le nombre d’émetteurs correspond au volume émissif.
Dans le but de reproduire le plus fidèlement possible l’ensemble des raies, il ne
faut pas considérer un angle moyen. Si l’on souhaite considérer un seul angle ef-
fectif, il faut remarquer que choisir l’angle maximum permet de restituer les zones
de hautes énergies sans détériorer significativement le rayonnement optiquement
épais à basse énergie.
Dans notre cas, ces différences ne sont pas forcément significatives étant don-
nées les barres d’erreur expérimentales présentées dans nos travaux et dépendent
du modèle de physique atomique utilisé. Cependant ce phénomène existe et il
est généralisable à l’ensemble des spectromètres composés de long cristaux afin
d’observer des gammes spectrales de plus en plus étendues. Dans chaque cas, il
faut vérifier si la variation d’angle de bout en bout du cristal doit être prise en
compte ou non.
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Figure 6.10 – La courbe noire présente un calcul prenant en compte quatre épaisseurs
optimales pour les quatre raies d’intérêt (voir tableau 6.9b). En compa-
raison à cela, les trois courbes rouge, verte et bleue montrent les écarts
provoqués par le choix d’une épaisseur unique, valant respectivement
0.72µm, 0.56µm et 0.62µm (Épaisseur maximale, minimale et moyenne).




Dans toutes les simulations spectrales de cette thèse, l’angle de vue
effectif du diagnostic est choisi à 46°. Cela correspond à une épaisseur
initiale effective de 0.72 µm pour une cible de 0.5µm d’épaisseur.
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6.1.2 Cristal tronconique
Description
La mise en place de diagnostics dans l’enceinte à vide nécessite parfois d’ins-
taller le détecteur sur un axe perpendiculaire à la surface du cristal. Pour cela
on utilise des géométries différentes, c’est le cas de la géométrie tronconique pré-
sentée ici où le cristal courbé suivant la forme d’un cône 4 permet d’obtenir un
signal focalisé dans un plan contenant l’apex du cône et orthogonal à l’axe ~x du
cristal (fig. 6.11). Cette géométrie, dérivée du Von-Hamos, a déjà été décrite dans
de nombreux travaux (Hall, 1984 ; Martinolli, 2003 ; Lecherbourg, 2007).
La figure 6.11 illustre cette géométrie, elle est définie par le demi angle α du
sommet du cône et la longueur L du centre du cristal à l’apex du cône. Pour ce
spectromètre, le cristal de KAP utilisé dans sa configuration nominale permet de
mesurer de 1387 à 1759 eV . Dans notre cas, nous cherchions à mesurer la raie Heβ
de l’aluminium, nous l’avons donc utilisé dans une configuration modifiée permet-
tant la mesure de 1760 à 1896 eV . Enfin, afin de mesurer une durée d’émission, le
détecteur est une caméra à balayage de fente couplée à une caméra CCD. Dans
cette configuration le cristal n’est plus placé à équidistance de la source et du
détecteur, on perd donc en focalisation mais en éloignant le cristal de la source
on change la gamme spectrale mesurée.
Cristal 2d α L taille ∆x×∆y Rmin Rmax
KAP 26, 64Å 0, 3 rad 290mm 70× 40mm 78, 9mm 100, 5mm
a
Source 
X
xy
z
Δx
Δy
L
L
Configuration a DSource−Cristal DSource−De´tecteur Gamme spectrale
« nominale » 89mm 290mm 580mm 1387− 1759 eV
« modifiée » 87mm 326mm 660mm 1760− 1896 eV
Figure 6.11 – Géométrie pour le spectromètre à cristal tronconique
4. Le rayon de courbure d’un cristal tronconique varie linéairement selon l’axe de dispersion.
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Photocathode
Unité de focalisation : 
axe spatial
Unité de balayage 
temporel
Écran
Électrons
Photons
Unités de focalisation : 
axe temporel
Vers détecteur
Électrode 
accélératrice
Figure 6.12 – Schéma d’une caméra à balayage de fente
Détecteur : Caméra à balayage de fente et caméra CCD 5
Une Caméra à Balayage de Fente (CBF) couplée à un détecteur photosensible est
un diagnostic permettant de résoudre temporellement un signal à une dimension.
La caméra à balayage de fente Axis Photonique PX 6 (Gallant et al., 2000) a été
utilisée lors de nos expériences. La figure 6.12 illustre de manière simplifiée les
différents éléments la composant :
• une fente et une photocathode
• une électrode accélératrice
• trois unités de focalisation (deux temporelles et une spatiale)
• une unité de balayage
• un écran phosphorescent
La photocathode permet de transformer les photons incidents (rayons X) en élec-
trons par effet photoélectrique. La figure 6.13 présente plusieurs rendements se-
lon la photocathode utilisée, celle-ci est donc choisie selon la gamme spectrale
du rayonnement mesuré. Nous avons utilisé une photocathode composée d’io-
dure de césium (CsI) pour observer la rayonnement autour de 1, 8 keV . Les élec-
trons produits vont être ensuite accélérés à hautes énergies par une électrode
à haute tension (15 kV sur 3mm). L’électrode d’accélération utilisée dans nos
expériences est une fente permettant une résolution temporelle optimale 7. Ces
électrons forment alors un faisceau 1D selon les dimensions de la fente et se dé-
5. Charged Coupled Device
6. Tube P860X - http ://www.axis-photon.com/en/AXIS-PX.shtml
7. Par opposition à une accélération par grille.
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Figure 6.13 – Exemple de rendement photoélectrique de photocathodes.
placent à une vitesse de 7, 3.107m.s−1 en traversant la CBF. Plusieurs unités de
focalisation composées d’électrodes vont mettre en forme ce faisceau afin de réa-
liser l’image de la photocathode. Enfin, une unité de balayage envoie une rampe
de tension variable en temps : la déviation des électrons dépend alors du temps
d’arrivée par rapport aux variations du champ.
Le signal 1D s’étale en temps et produit sur un écran de phosphore une image
avec une dimension représentant l’espace et l’autre dimension le temps : c’est le
balayage temporel du signal (figure 6.14). L’écran phosphorescent produit alors
une image visible enregistrée par une caméra CCD dans notre cas.
(a) Signal focalisé sans ba-
layage
(b) Signal focalisé et balayé
en temps
Figure 6.14 – Il est possible de réaliser l’image 1D de la fente d’entrée intégrée en temps
(caméra en mode statique) ou, en activant la rampe de tension, de balayer
le signal : une image 1D résolue en temps est alors produite (caméra en
mode dynamique).
Pour analyser l’évolution en temps d’un signal, nous avons besoin de connaître
sa vitesse de balayage et sa résolution temporelle. La vitesse de balayage permet
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d’effectuer la conversion entre la position sur le détecteur et le temps d’émis-
sion du signal. Pour cela, deux impulsions successives séparées de 5 ps ont été
réalisées expérimentalement en décalant une partie de l’impulsion laser à l’aide
d’une lame de verre d’épaisseur connue. La vitesse de balayage ainsi mesurée
est de 0.2mm/ps (figure 6.15). La résolution temporelle n’a pas pu être vérifié
pendant nos expériences. Par conséquent, nous avons pris en compte les valeurs
reportées sur la notice technique 8 qui suggère, pour le point de fonctionnement
nominal, une résolution de l’ordre de la picoseconde.
Figure 6.15 – Mesure de la vitesse de balayage. Deux impulsions séparées de 5 ps per-
mettent de mesurer une vitesse de balayage de 0.2mm/ps.
La figure 6.14 montre que le signal balayé est courbé selon la dimension spa-
tiale. En effet, les photons arrivant au bord de la caméra ont parcouru un trajet
légèrement plus long dans la CBF et arrivent donc plus tard. Ils correspondent ce-
pendant au même temps d’émission au niveau de la photocathode. Il faut donc
compenser cet effet avant d’analyser les données. La courbe caractérisant l’en-
semble des points issus d’un même temps (appelée isochrone) peut être appro-
chée par une parabole dans le cas de cette caméra. La mesure figure 6.14b a per-
mis de vérifier expérimentalement cette isochrone qui est utilisée dans la suite
pour l’analyse des spectres. Il faut préciser que ce type de CBF a une très faible
dynamique. La maîtrise du niveau du signal d’entrée est capitale pour éviter des
effets de séparation de charge dans la CBF. (Gallant et al., 2000).
Le détecteur utilisé pour enregistrer l’image en sortie de la CBF est une caméra
CCD 9. Avec des pixels de 13, 5 µm, elle ne dégrade pas la résolution spatiale
de la CBF évaluée par la notice technique à 40µm. Le tableau 6.2 résume les
caractéristiques de la caméra à balayage de fente utilisée.
8. Voir la notice technique de la caméra AXIS-P860X.
9. CCD Andor iKon-L 936 - 2048× 2048 pixels.
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Dimensions de la fente d’entrée 15× 0, 1mm
Photocathode 0, 6 µmCsI et 10µm de Be
Grandissement du tube de focalisation éléctronique 1, 7
Résolution spatiale constructeur 40µm
Vitesse de balayage 0, 2mm/ps
Résolution temporelle constructeur ∼ 1 ps
Table 6.2 – Caractéristiques de la caméra à balayage de fente utilisée
Résultat type
Dans nos expériences, la fente est placée dans le plan image d’un cristal tron-
conique, afin d’obtenir l’évolution temporelle du spectre d’émission de couche
K d’aluminium. Pour son bon rendement dans la gamme spectrale choisie, une
photocathode de CsI déposée sur 7µm de béryllium a été utilisée. La figure 6.16a
illustre le résultat obtenu à l’aide de ce diagnostic. Nous avons ainsi pu mesurer
la durée d’émission intégrée de 1800 à 1900 eV correspondant à la raie Heβ de
l’aluminium, comme le montre la figure 6.16.
(a) Mesure d’un spectre résolu en
temps
(b) Mesure de la durée d’émission de la raie
Heβ pour une cible de diamètre 50µm.
Figure 6.16
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6.2 le double sténopé x
Description
Afin de réaliser l’image du plasma, nous avons utilisé le principe du sténopé.
On place un trou de diamètre dt à une distance r du plasma émetteur, le détecteur
est ensuite placé à la distance R du trou. La géométrie de principe est illustrée
figure 6.17a pour un simple sténopé. Le grandissement G se définit dans le cas
d’un stigmatisme rigoureux comme la taille de l’image par rapport à la taille de
la source.
G =
D
d
=
R
r
SténopéPlasma IP
d
d
t
r R
D
(a) Schéma pour dt  d
SténopéPlasma IP
d
t
r R
σ
D
(b) Illustration de l’effet sur la résolution
d’une taille de trou dt large par rapport
à la source.
Figure 6.17 – Principe de l’imagerie par sténopé
La résolution spatiale du diagnostic dépend de trois composantes :
• une composante géométrique liée à la taille du trou : σgeom,
• une composante liée à la diffraction selon la longueur d’onde : σdiffr,
• une composante liée à la résolution du détecteur : σdet.
Pour une taille de trou dt finie, une source ponctuelle produit une tache de
largeur σD sur le détecteur (figure 6.17b). On définit, dans le plan objet :
σgeom =
σD
G
=
1
G
[(G+ 1)dt]
Lorsque la taille du trou est trop petite, la diffraction dégrade également la
résolution et se définit comme :
σdiffr =
1
G
[
G.
2.44λr
dt
]
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Enfin, le choix du détecteur a également son importance dans l’optimisation
du diagnostic par sa résolution σdet. La somme quadratique de ces effets définit
la résolution spatiale totale du sténopé σ :
σ2 =
[
(G+ 1)dt
G
]2
+
[
2.44λr
dt
]2
+
[σdet
G
]2
Caractérisation
Au cours de nos expériences, nous avons utilisé un double sténopé, composé
de deux trous de diamètre 20µm et espacés de 300µm (figure 6.18a). La distance
r source-trou est de 25mm et la distance R trou-détecteur est de 300mm d’où
un grandissement G = 12. Le détecteur est une IP de type SR permettant une
image intégrée temporellement. La gamme spectrale mesurée est liée aux filtres
utilisés pour chaque trou (figure 6.18b). Le trou n°1 est recouvert d’un filtre de
1µm de molybdène. Le n°2 est recouvert d’un ensemble de filtres composé de
10µm d’aluminium et 20µm de polypropylène (PP). Les filtres ont été choisis
pour d’une part couper la majorité de l’émission visible et inférieure à 1 keV et
d’autre part pour que la différence de flux entre les deux trous nous renseigne
sur l’émissivité dans la gamme 1500− 2500 eV (couche K de l’aluminium).
Le tableau 6.3 présente les valeurs des différentes composantes de la résolution
spatiale. On remarque que dans la gamme spectrale de nos filtres, la composante
σdiffr est négligeable. En revanche, le détecteur utilisé (IP) ayant une résolution
spatiale de 200µm (Maddox et al., 2011), elle apporte une forte contribution.
L’ensemble indique une résolution spatiale totale de 28µm.
Composante géométrique
(G+1)dt
G
diffraction
2.44λr
dt
détecteur
σdet
G
Total
ordre de grandeur < 22µm < 3.6µm ∼ 17µm σ ∼ 28µm
Table 6.3 – Ordre de grandeur des différentes composantes dans le calcul de la résolu-
tion.
Résultat type
La figure 6.19a est un exemple d’une mesure obtenue lors de l’expérience de
décembre 2013 (à 2ω). À cause de l’angle d’observation du sténopé, l’image ob-
tenue est elliptique. Le trou numéro 1 est plus intense que le numéro 2, ceci est
principalement dû à la filtration plus ou moins forte de la couche K de l’alumi-
nium. Avec un grandissement G = 12, la taille de la zone émissive est de l’ordre
de 30µm à mi-hauteur pour chaque trou. Le diagnostic est en limite de résolu-
tion et la taille de la source inconnue jusqu’à présent n’est en fait pas très grande
devant le trou de 20µm.
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xy
z
Plasma Pastille Tungsten : 
Ф : 500µm
2 trous  
IP
30
0 
µm
20
µm
50 µm
2,5  cm 30 cm
(a) Illustration du double sténopé (b) Transmission des filtres utilisés
(http://henke.lbl.gov)
dt r R G σ
20µm ∼ 25mm ∼ 30 cm 12 28µm
Figure 6.18 – Caractérisation du sténopé X utilisé
La zone émissive n’est donc pas résolue et l’ensemble des tirs indique un résul-
tat similaire. Grâce à la convolution par une gaussienne de largeur à mi-hauteur
de 28µm, la mesure peut être restituée aussi bien pour une source de taille 1µm
que pour une source de 20µm. On peut néanmoins conclure que le diamètre de
la zone émissive mesurée lors de nos expériences est inférieur à une vingtaine
de micromètres (figure 6.19b). En prenant en compte la projection due à l’angle
d’observation du diagnostic (∼ 45°), on en conclut que la zone émissive est infé-
rieure à un diamètre de 30µm à mi hauteur. Aucune autre interprétation ne sera
donc faite dans les chapitres suivants à l’aide de ce diagnostic.
(a) Exemple d’image 2D mesurée par sténopé
d’une cible de diamètre 500µm.
(b) Coupe le long du grand axe de la don-
née expérimentale. Il est possible de resti-
tuer la largeur de l’émission par une gaus-
sienne de mi hauteur inférieure à 20µm.
Figure 6.19 – Mesure de l’émission X d’une cible de diamètre de 500µm
108 les diagnostics
6.3 diagnostic d’ombroscopie à 3ω
L’image de l’ombre de la cible à différents temps nous renseigne sur l’évolution
de sa densité électronique. En effet, le trajet du faisceau sonde à travers un plasma
est affecté par l’absorption et la réfraction. Ces processus sont dépendants de la
densité électronique par l’intermédiaire de l’indice optique n =
√
1 − ne/nc où
nc désigne la densité critique. Le faisceau sonde peut être réfléchi par une densité
supérieure à nc, totalement absorbé par bremsstrahlung inverse ou fortement
réfracté pour de forts gradients de densité. Un exemple de résultat est donné
figure 6.20.
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Figure 6.20 – À gauche, schéma de principe de l’ombroscopie réalisée lors de la seconde
expérience. À droite, exemple d’images obtenues avant et après tir.
Afin d’effectuer une mesure résolue en temps, nous avons utilisé un faisceau
sonde d’une durée de 350 fs. Le laser utilisé est de faible énergie et triplé en
fréquence (λ = 352 nm). Théoriquement ce laser peut se propager jusqu’à une
densité critique de 9 .1021 cm−3 où il est réfléchi. En pratique, la zone d’ombre
mesurée expérimentalement est souvent très sensible à l’absorption et à la ré-
fraction. L’absorption par bremsstrahlung inverse d’une onde électromagnétique
peut être estimée par le coefficient d’absorption Kbi (Atzeni & Meyer-ter Vehn,
2004) :
Kbi =
1
2
νei (nc)
c
(
ne
nc
)2
1√
1 − nenc
où νei (nc) est la fréquence de collision électron-ion à la densité critique, ne
la densité électronique et nc la densité critique. La longueur caractéristique d’ab-
sorption 1/2 Kbi, c’est-à-dire la longueur où l’intensité de l’onde a diminué d’un
facteur 1/e, augmente extrêmement rapidement lorsque la densité diminue. Elle
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devient très supérieure à la taille caractéristique de nos plasmas (cible de 50 µm
ou 500 µm) dès ne < 1020 cm−3 (figure 6.21 10).
Figure 6.21 – Longueur caractéristique d’absorption par bremsstrahlung inverse en fonc-
tion de la densité et de la température électronique. Le calcul a été réalisé
avec la fréquence de collision de Spitzer pour de l’aluminium et une lon-
gueur d’onde λ = 353nm.
L’absorption laser est donc rapidement négligeable dès que l’on s’éloigne de la
densité critique. En revanche, il est difficile de modéliser convenablement l’effet
des gradients raides produits pendant nos expériences. Pour reproduire l’image
d’ombroscopie en prenant en compte l’absorption et la réfraction dues à la den-
sité, on utilise un programme de tracé de rayon réalisé sous python dont le prin-
cipe est explicité ci-dessous.
Équation des rayons
On cherche à modéliser dans le plan équatorial la déviation des rayons. Nous
terminons donc la description de ce diagnostic par la présentation du modèle 2D
utilisé pour tracer l’évolution des rayons.
En paramétrant un rayon par son abscisse curviligne s, sa position est définie
par ~r (s) et ~u = d~rds définit la tangente au rayon. Avec ce paramétrage, l’équation
des rayons de l’optique géométrique s’écrit :
d
ds
(n (~r) ~u) = ~∇n (~r)
En intégrant entre deux positions i+ 1 et i proches, telles que ~ri+1 = ~ri +∆s.~ui
on trouve :
n (~ri+1) ~ui+1 −n (~ri) ~ui = ∆s.~∇n
Soit,
~ui+1 =
n (~ri)
n (~ri+1)
~ui +
∆s
n (~ri+1)
.~∇n
10. Nous utilisons un modèle d’ionisation de Thomas-Fermi et l’ajustement numérique donné
par More rappelé dans le livre de Salzmann, 1988 pour calculer l’ionisation de l’aluminium.
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En coordonnées cartésiennes, dans le plan (x, y), on a :

ri =
√
x2i + y
2
i
~ui = u
x
i ~ex + u
y
i ~ey
αi = arctan
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y
i /u
x
i
) =⇒
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Figure 6.22 – Illustration des paramètres d’un tracé de rayon
À partir d’une carte de densité ne (x, y), on fait progresser pas à pas plusieurs
rayons. L’absorption est modélisée par le coefficient de bremsstrahlung inverse
présenté. On utilise la fréquence de collision de Spitzer en supposant Z = 6 (car-
bone totalement ionisé en face avant de la cible) et Te = 10 ou 1000 eV uniforme,
sans que cela change le résultat. En effet, à cause de la très petite taille des plas-
mas produits, l’absorption (où intervient Te) est négligeable dans notre cas, sauf
pour les zo es très proches de la densité critique. On s’intéresse plus particuliè-
rement aux déviations des rayons dans le gradient de densité.
La figure 6.23 est un exemple que l’on retrouvera lors de notre analyse. La
cible solide se situe dans le demi plan y < 0, et un gradient de densité sphé-
rique en exp
[
−
(√
x2 + y2
)
/L
]
est présent en face avant de la cible dans le
demi plan y > 0. Plusieurs rayons parallèles à la direction ~x arrivent de la
gauche (x = −25µm). Proche de y = 0, les rayons rencontrent une densité très
proche de nc et ils sont totalement absorbés par bremsstrahlung inverse. Lorsque
y augmente la densité diminue, les rayons sont de moins en moins défléchis.
On observe finalement une zone sans rayons lumineux correspondant à la zone
d’ombre. Elle est essentiellement due à la réfraction des rayons dans le gradient
de densité exponentiel en face avant.
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Figure 6.23 – Résultat d’un calcul de tracé de rayon modélisant la réfraction dans un
gradient de densité ne(r) = 6, 7.1023
[
cm−3
]
exp (−r/0, 5 [µm]). Pour un
faisceau sonde λsonde = 0, 353 µm.
On utilisera ce programme pour interpréter les images obtenues à l’aide de ce
diagnostic, en prenant également en compte l’angle de collection de la lentille.

Troisième partie
L E C H A U F FA G E I S O C H O R E D E C I B L E S
E N T E R R É E S
Les outils numériques exposés dans la première partie vont mainte-
nant être utilisés pour tirer le maximum d’informations des données
obtenues par les différents diagnostics présentés dans la partie précé-
dente. Dans cette partie, une première interprétation dans l’approxi-
mation homogène et stationnaire permettra d’obtenir des ordres de
grandeur des températures et des densités atteintes expérimentale-
ment. Ensuite nous utiliserons la complémentarité des codes présen-
tés pour analyser les spectres de cibles enterrées. Une méthode d’inter-
prétation est détaillée et a permis de mettre en évidence un scénario
possible pour restituer l’ensemble de nos données. Cette méthode per-
met de questionner les processus physiques sur leur importance, leur
conséquence et de dégager une description argumentée de l’ensemble
de l’évolution du plasma. Cette partie expose, en partant du modèle
le plus simple, la construction par étape de cette méthode. Nous com-
mencerons par une description 0D, où le plasma est supposé homo-
gène dans le but de discuter la phase de détente du plasma (ch. 8)
c’est-à-dire son évolution temporelle. Ce chapitre sera complété par le
chapitre 9 où la prise en compte de l’interaction et du chauffage sera
discutée. La prise en compte des gradients spatiaux de température
sera évoquée au chapitre 10.
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L’ A P P R O X I M AT I O N H O M O G È N E E T S TAT I O N N A I R E
Expérimentalement, nous mesurons le spectre d’émission X de la couche K de
l’aluminium. Nous souhaitons en déduire les caractéristiques du plasma en repro-
duisant au mieux les largeurs et les rapports des raies. Pour cela nous avons be-
soin de modèles reproduisant le rayonnement d’un plasma comme nous l’avons
vu dans le chapitre 4. De nombreux codes de physique atomique 1 sont construits
pour répondre à la question suivante : Quelle est l’émission d’un plasma composé
d’un élément Z à une unique température T et une unique densité ρ ?
Ce choix de restituer l’émissivité X d’un plasma par un unique couple (ρ, T)
consiste en l’hypothèse la plus simple d’un plasma homogène et stationnaire. Les
paramètres pour définir un plasma dans le cadre de ces modèles sont : la densité,
la température électronique, la température ionique 2 et l’épaisseur du plasma
nécessaire pour le calcul de l’intensité des raies d’émission. Comme le spectro-
mètre regarde la cible avec un angle compris entre 27° et 46°, l’épaisseur effective
donnée au code de physique atomique a été fixée à 0, 72 µm pour une cible de
0, 5 µm (cf. page 97).
Dans le cadre de ces hypothèses, nous allons présenter un premier ordre de
grandeur des densités et températures atteintes pour les tirs réalisés à ω et
2ω sur des cibles enterrées infinies. Ces cibles, dites IBL, sont composées de
trois couches (carbone
(
1µm, ρ0 = 2, 25 g.cm−3, coté laser
)
, aluminium (0, 5 µm,
ρ0 = 2, 7 g.cm−3), plastique
(
5µm, ρ0 ∼= 1 g.cm−3
)
) et ont une surface carré de
500× 500µm.
La comparaison numérique et expérimentale des raies optiquement minces
Heβ et Lyβ permet d’estimer la densité et la température en affinant au mieux
les paramètres (ρ, T) permettant d’ajuster au mieux la largeur et le rapport des
raies. On rappelle que la résolution spectrale du Von-Hamos est prise en compte
dans toutes les simulations présentées dans cette thèse.
7.1 analyse d’une interaction à 1 ω
La moyenne des trois tirs obtenus avec des cibles infinies en janvier 2013 est
présentée figure 7.1 en gris. La présence de raies hydrogénoïdes est caractéris-
1. Si le nom du code n’est pas précisé, les calculs sont réalisés avec spect3d présenté p.76.
2. Ti n’intervient que dans le calcul des élargissements.
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tique d’un plasma chaud. En supposant l’ETL, on restitue au mieux le spectre
avec les conditions suivantes : T = 380 ± 20 eV et ρ = 2 .1 ± 0 .6 g .cm−3.
(a) Variation en fonction de la température pour
une densité fixée à ρ = 2.1 g.cm−3
(b) Variation en fonction de la densité pour une
température fixée à T = 380 eV
Figure 7.1 – (Cible IBL, tir à 1ω) Détermination de la densité et de la température per-
mettant de restituer la mesure expérimentale avec le modèle monocellu-
laire de spect3d. Les courbes représentent l’intervalle permettant de res-
tituer la mesure. La température est estimée à 380± 20 eV et la densité à
2, 1± 0, 6 g.cm−3.
Ces conditions de hautes densités et hautes températures soulignent la perti-
nence de la méthode de chauffage par ultra-haute intensité. Afin de souligner
également l’importance d’une cible enterrée, la figure 7.2 compare ce résultat
avec le tir d’une feuille d’aluminium d’1µm d’épaisseur. On observe très nette-
ment des raies plus fines ce qui indique un plasma plus dilué dans le cas d’une
feuille mince.
Plus spécifiquement, il faut noter la présence de la raie Heγ à 1964 eV . Celle-
ci disparaît dans le continuum lorsque la densité augmente et c’est le cas pour
une cible enterrée. C’est l’abaissement de potentiel (sec. 4.3.2) qui explique ce
phénomène.
De plus, il n’est pas possible d’ajuster à la fois l’ensemble des largeurs ni
l’ensemble des ratios. Les rapports Heβ/Heγ et Heβ/Lyβ sont incompatibles par
exemple. Cela suggère la présence de gradient de densité et/ou de température.
Cette comparaison met donc clairement en avant l’importance d’une cible
convenablement enterrée pour confiner l’élément d’intérêt et obtenir un plasma
le plus dense et homogène possible.
Le dimensionnement de nos cibles semble satisfaisant pour que la densité reste
proche du g.cm−3 malgré l’interaction à 1ω où un éclairement de type ASE peut
perturber la cible avant l’interaction. Dans un souci de maîtrise des conditions
d’irradiation, nous avons par la suite choisi de doubler l’impulsion en fréquence.
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Figure 7.2 – (Cible Al 1µm, tir à 1ω) Pour comparaison, spectre d’un tir sur une feuille
d’aluminium d’épaisseur 1µm. Les calculs sont donnés à une densité de
0, 1 g.cm−3 et aux températures 240 eV et 300 eV .
7.2 analyse d’une interaction à 2 ω
Considérons maintenant et de la même manière, la moyenne des trois tirs sur
cibles infinies obtenus après doublage en fréquence (fig. 7.3).
À l’équilibre thermodynamique local
Supposons tout d’abord l’ETL. La figure 7.3 illustre les conditions de densité
et de température qui permettent de restituer le spectre : T = 360 ± 20 eV et
ρ = 2.7± 0.6 g.cm−3. On montre ici en passant de 2, 1 g.cm−3 à 2, 7 g.cm−3 qu’il
y a un intérêt à travailler à 2ω même avec des cibles enterrées derrière 1µm de
carbone.
Nous avons vu que l’ETL est un modèle d’équilibre statistique simple favorisé
par les hautes densités, une forte température contribuant au contraire à s’en éloi-
gner. Ici, à haute densité et forte température, il n’est pas évident de considérer
cet équilibre, la densité électronique calculée à 6, 6.1023 cm−3 est de l’ordre des
limites données p.70 (ne  1023cm−3). Il est donc pertinent de considérer un
modèle collisionnel-radiatif.
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(a) Variation en fonction de la température pour
une densité ρ = 2.7 g.cm−3
(b) Variation en fonction de la densité pour une
température T = 360 eV
Figure 7.3 – (Cible IBL, tir à 2ω) Détermination de la densité et de la température per-
mettant de restituer la mesure avec spect3d. La température est estimée à
360± 20 eV et la densité à 2, 7± 0, 6 g.cm−3 dans l’hypothèse ETL.
Écart à l’équilibre thermodynamique local
La figure 7.4 représente les deux meilleurs ajustements réalisés dans le modèle
homogène et stationnaire à l’ETL ou avec un modèle collisionnel-radiatif HETL. À
partir des meilleurs ajustements donnés par la méthode des moindres carrés, les
conditions de densité et de température qui permettent de restituer le spectre
sont respectivement (T = 360 eV , ρ = 2, 7 g.cm−3) à l’ETL et (Te = Ti = 380 eV ,
ρ = 2, 7 g.cm−3) HETL. La différence se traduit par un écart en température de
20 eV qui reste dans les barres d’erreur de nos mesures. Ces conditions ne sont
donc pas suffisantes pour atteindre la limite ETL théorique réalisée lorsque les
processus collisionnels sont nettement dominants, cependant l’écart dans l’ana-
lyse reste faible. Le plasma est très légèrement HETL dans ces conditions de den-
sité et température élevées.
Figure 7.4 – Comparaison du calcul selon l’équilibre thermodynamique local ou le mo-
dèle collisionnel-radiatif. Les deux spectres sont calculés pour une densité
solide de 2, 7 g.cm−3 (spect3d).
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7.3 effets des hautes densités sur le spectre de couche k
7.3.1 Largeur Stark et écrantage électronique
En regardant plus en détails les calculs visant à reproduire le spectre mesuré,
il est possible de discuter de phénomènes physiques caractéristiques des hautes
densités : l’élargissement Stark et l’écrantage électronique, tous deux mis en évi-
dence sur la figure 7.5 par le code opas où il a été possible de faire les modifica-
tions évoquées ci dessous.
La partie basse énergie de la raie Heβ est difficile à restituer. Elle se compose
d’un palier entre 1800 et 1830 eV qui n’apparaît pas clairement dans les simu-
lations. Pour aider cela, la prise en compte des effets Stark à l’ensemble des
configurations électroniques a été ajoutée au code opas. Comme illustré sur la
figure 7.5, la prise en compte de l’effet Stark est essentielle (7.5a) et un modèle
complet améliore la prise en compte du palier à 1825 eV par rapport à un modèle
simple calculant l’effet Stark seulement pour les raies de résonance (7.5b).
Figure 7.5 – Prise en compte des différents effets liés aux hautes densités dans le code
opas : conditions Te = 370 eV et ρ = 2, 7 g.cm−3.
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Par ailleurs à haute densité, l’ensemble des électrons joue un rôle d’écrantage
qui modifie la position des niveaux d’énergie. La position de la raie héliumoïde
est ici perturbée à cause de cela. En utilisant un modèle constitué d’un fond uni-
forme d’électrons lors du calcul des niveaux d’énergie dans opas, il est possible
de restituer le décalage de 6 eV observé sur la Heβ par rapport aux raies hydro-
génoïdes (7.5c). Ce modèle serait à améliorer à plus haute densité pour décrire
une polarisation des électrons proches du noyau par exemple. Ces effets ne sont
pas pris en compte dans les autres codes utilisés dans cette thèse, ce qui explique
la position légèrement décalée de la raie Heβ pour les calculs présentés avec
spect3d ou flychk.
7.3.2 Largeur de raie pour Ti  Te à haute densité
À haute densité, l’influence des particules les unes sur les autres participe à
l’élargissement des raies. L’effet Stark 3 quasi-statique décrit l’influence des ions,
et l’élargissement collisionnel décrit la perturbation électronique, ces effets se ca-
ractérisant par leur proportionnalité à la densité ionique et électronique. À haute
densité, il arrive que la prise en compte des corrélations entre particules soit né-
cessaire. spect3d ne prend pas en compte la température ionique dans le cadre
de l’effet quasi-statique, par conséquent le code opas sera utilisé pour mettre en
évidence cet effet. La figure 7.6 met en évidence que la température ionique joue
un rôle dans la largeur des raies dans notre cas. Cette figure montre plusieurs
simulations HETL, à densité solide et à température électronique fixée à 380 eV .
La densité seule ne permet pas d’expliquer la largeur des raies : l’élargissement
nécessite également une température ionique au moins supérieure à 200 eV afin
que le paramètre de couplage ionique soit de l’ordre de l’unité et que les effets
de corrélation ionique3 ne réduisent plus l’élargissement.
Γii
(
T = 50eV, ρ = 2.7g.cm−3
)
≈ 22
Γii
(
T = 200eV, ρ = 2.7g.cm−3
)
≈ 5
Ici la largeur des raies nous impose à la fois une température et une densité
élevée 4.
Ces effets montrent la possibilité de travailler sur des problématiques spéci-
fiques aux hautes densités. Le schéma expérimental est ainsi prometteur pour
l’étude de la physique atomique des plasmas denses et chauds. Cependant, il faut
prendre conscience du risque d’oublier la nécessité d’une description complète
3. Voir page 73.
4. Baisser la densité ou baisser la température ionique montrent un effet comparable : la
diminution de la largeur des raies. À des hautes densités et lorsque Ti  Te, la largeur des
raies dépend principalement de l’effet Stark qui peut faire intervenir à la fois la densité (ne) et la
température ionique (Ti).
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Figure 7.6 – (opas) Effet de la température ionique sur la restitution d’un spectre ex-
périmental. Les simulations sont réalisées hors ETL, à ρ = 2.7 g.cm−3 et
Te = 380 eV .
du plasma. Que dire des températures et densités estimées par cette méthode
si le plasma extrêmement chaud n’est ni homogène ni stationnaire pendant la
mesure ? Le laser, responsable de l’interaction, ne dure que 350 fs et est focalisé
sur 5µm, il existe inéluctablement des gradients au sein de la cible qui se détend
et se refroidit pendant toute la durée d’émission.
conclusions
Résumé des résultats expérimentaux
L’ensemble des tirs réalisés avec une interaction 2ω a été analysé de cette ma-
nière (interprétation avec un unique couple (ρ, Te = Ti)). La densité obtenue est
systématiquement dans l’intervalle ρ = 2.7 ± 0.6 g.cm−3. La figure 7.7 illustre
les températures moyennes obtenues pour chaque tir. Les conditions déduites
par cette interprétation sont relativement reproductibles tir à tir, quelque soit la
géométrie de la cible (grande cible IBL ou cible réduite RMT) et la position du
spectromètre, face avant en janvier 2013 et face arrière en décembre 2013.
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Figure 7.7 – Analyse de l’ensemble des résultats des deux expériences pour les cibles
infinies en noir et les cibles de taille réduite en rouge.
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Cependant on observe une légère diminution de la température entre les deux
campagnes. Nous verrons chapitre 9 une possible explication à cette tendance.
Pour la suite de l’analyse, nous allons utiliser les spectres moyens de chaque
campagne, normalisés au maximum de la raie Heβ (figure 7.8a).
Dans un premier temps, nous détaillerons dans les prochains chapitres l’ana-
lyse du spectre moyen obtenue après interaction sur cible IBL et mesuré lors de
la première expérience (courbe noire) : ce spectre correspond aux tirs les plus
chauds réalisés. Afin de caractériser le plasma en densité et température, nous
nous focaliserons sur la gamme spectrale 1750− 2100, car cela correspond à une
gamme spectrale optiquement fine pour nos conditions, comme expliqué au cha-
pitre 4.
Nous utiliserons dans un second temps, le spectre moyen de la deuxième expé-
rience (courbe rouge), plus riche par la présence de la raie Heα et de ses satellites
dont nous discuterons au chapitre 10.
La mesure de la durée d’émission n’a pas été possible pour chaque tir mais
nous verrons que malgré des barres d’erreur non-négligeable tir à tir, cette me-
sure apporte une forte plus-value. Nous utilisons dans tout ce manuscrit le profil
temporel moyen présenté sur la figure 7.8b.
(a) Comparaison d’un tir de janvier (IBL - spectromètre face avant)
et de décembre 2013 (RMT - spectromètre face arrière)
(b) Durée d’émission moyen-
née sur les résultats de la
deuxième campagne expé-
rimentale.
Figure 7.8 – (tir à 2ω) Présentation des moyennes utilisées dans la suite de l’analyse. Les
zones pâles représentent la variabilité des spectres tir à tir. L’origine des
temps sur la figure b. a été choisi arbitrairement au pied de la monté en
intensité.
Résumé de l’analyse en plasma homogène et stationnaire
Dans l’hypothèse d’un plasma homogène et stationnaire, notre analyse pour res-
tituer le spectre expérimental montre la présence d’un plasma de haute densité
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et température. L’enterrement de la couche d’intérêt et le doublage en fréquence
favorisent le chauffage à densité solide. La meilleure restitution par des simula-
tions suggère une densité proche du solide
(
2, 7 g.cm−3
)
pour une température
de l’ordre de 370 eV . Malgré une densité égale à la densité du solide, un léger
écart à l’ETL est présent : ∆THETL/ETL ≈ 5%.
Comme le profil spectral en couche K du plasma est ici restituée en supposant
un unique couple (ρ, T), c’est-à-dire un plasma homogène et stationnaire, il est
difficile de définir clairement ce que sont les ordres de grandeur issus de cette
analyse. Toutes les indications apportées ici sont sans doute des moyennes sur
l’évolution hydrodynamique de la cible puisque le plasma va se détendre et se
refroidir jusqu’à ne plus émettre.
La meilleure restitution des spectres expérimentaux à 2ω dans l’hypothèse
homogène et stationnaire donne :
À l’ETL : Te,i = 360± 20 eV ρ = 2.7± 0, 6 g.cm−3
Hors ETL : Te,i = 380± 20 eV ρ = 2.7± 0, 6 g.cm−3
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P R I S E E N C O M P T E D E L A D É T E N T E H Y D R O D Y N A M I Q U E
Nous avons vu précédemment la possibilité, étonnement aisée, de restituer l’en-
semble des 3 raies de l’aluminium par un unique couple (ρ, T). L’avantage d’une
description extrêmement simple de la partie hydrodynamique est d’estimer rapi-
dement une température moyenne et de pouvoir utiliser la plupart des codes de
physique atomique. Cependant l’hypothèse d’un plasma stationnaire ne peut pas
être satisfaisante. En effet, on s’attend à ce qu’un plasma de plusieurs centaines
d’électron-volts se détende rapidement.
Nous verrons que la mesure de la durée d’émission de la raie Heβ vient confir-
mer cette évolution rapide du plasma. Cette évolution suggère un chauffage et
un refroidissement sur des temps de quelques dizaines de picosecondes. Nous
allons prendre en compte une évolution temporelle de la température et évaluer
son impact sur la reproduction du profil spectral.
Après avoir précisé la méthode utilisée dans ce chapitre, nous détaillerons le
lien entre le calcul hydrodynamique et les mesures expérimentales. Nous verrons
que cela nuance la manière dont le spectre intégré en temps présenté jusqu’à pré-
sent a été compris. Ce chapitre prolongera les discussions sur la caractérisation
en termes de densité, de température et d’équilibre thermodynamique.
spect3d permet une utilisation comme post-processeur d’une évolution hy-
drodynamique et sera ici utilisé pour simuler l’émission au cours du temps d’une
unique cellule d’aluminium.
8.1 méthode
Décrivons tout d’abord la méthode utilisée. Comme le chauffage à ultra-haute
intensité n’est pas décrit par le code hydrodynamique utilisé, le chauffage est
considéré pour le moment comme immédiat et homogène au sein de la cible. Ce
chauffage concerne particulièrement les électrons, la température ionique étant
laissée à 300K initialement 1. La cible tri-couches carbone / aluminium / plas-
tique est ainsi initialisée en 1D dans multi à densité solide et avec une tempé-
rature électronique élevée. Le code permet ensuite de simuler la libre détente de
cette cible initialement chauffée.
Avec cette méthode et dans l’hypothèse d’un chauffage isochore, il n’y a qu’un
1. Il est probable que Ti augmente pendant le dépôt d’énergie, nous en discutons par la suite.
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seul paramètre hydrodynamique disponible avant de lancer un calcul : la tempé-
rature électronique initiale.
(a) Évolution en temps de la densité massique (à gauche), de la température électronique (au
centre) et de la température ionique (à droite) au sein de la cible 1D composée des 3 couches :
carbone, aluminium et plastique. La cible à la densité du solide est initialisée avec Te = 500 eV ,
Ti = 300K.
(b) Conditions hydrodynamiques moyennées le long de l’épaisseur de la couche d’alumi-
nium. Ces conditions sont fournies aux codes de physique atomique pour calculer le
spectre d’émission à chaque pas de temps. L’épaisseur fournie au code de physique
atomique tient compte de l’angle de vue du diagnostic, l’épaisseur de la couche
d’aluminium est donc initialement de 0.72µm.
Figure 8.1 – Évolution hydrodynamique (multi)
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La figure 8.1a représente l’évolution de la température électronique, de la tem-
pérature ionique et de la densité en fonction du temps et de l’espace dans le cas
d’une initialisation Te = 500 eV pour toute la cible. On observe la détente des
couches externes dans le vide ainsi que celle de l’aluminium dans les couches
périphériques avec formation de chocs aux interfaces.
On s’intéresse dans ce chapitre à l’évolution temporelle des conditions moyennes
dans l’élément d’intérêt (Al). La figure 8.1b représente, en fonction du temps, les
paramètres hydrodynamiques moyennés au sein de la couche d’aluminium. Il
faut noter la rapidité de la thermalisation électron-ion (∼ 3 ps) calculée par le mo-
dèle de Lee-More dans le cas présent. Soulignons également, en regardant l’évo-
lution de la densité, l’intérêt de l’enterrement de l’aluminium par la présence
d’un plateau entre 5 et 10 picosecondes permettant de maintenir une densité
plus élevée par rapport à une détente adiabatique.
Dans ce chapitre, ce sont ces conditions moyennées le long de l’épaisseur de l’alu-
minium qui sont fournies au post-processeur de physique atomique (flychk ou
spect3d). Ces codes utilisent les grandeurs suivantes pour chaque pas de temps :
ni, Te, Ti, taille
et vitesse. Dans la description hydrodynamique et comme le laser est en in-
cidence normale, l’épaisseur de la cible 1D dans multi est l’épaisseur réelle
(0, 5 µm). En revanche, à chaque pas de temps, l’épaisseur vue par le spectro-
mètre est projetée sur la direction de la mesure. On choisit un angle effectif de
46° comme dans le chapitre précédent 2.
8.2 effet du calcul hydrodynamique sur le spectre calculé
Dans un premier temps supposons un équilibre ETL à chaque pas de temps,
afin de mettre en évidence la sensibilité du spectre aux hypothèses hydrodyna-
miques. La figure 8.2 illustre le résultat du calcul d’un spectre résolu en temps.
Figure 8.2 – Calcul d’un spectre résolu en temps réalisé sur spect3d, dans les condi-
tions de la figure 8.1b.
2. Nous expliquons ce choix page 97.
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Au delà d’une vingtaine de picosecondes l’intensité de la couche K a diminué
de plus de 99%. Il est intéressant de garder à l’esprit que cela correspond à une
température d’environ 200 eV , d’après l’évolution hydrodynamique 8.1b. À l’aide
de cette remarque, nous allons discuter ici la notion de température et de densité
moyenne estimées à partir d’un spectre de couche K intégré en temps.
notion de température moyenne diagnostiquée par le spectre de
couche k
On cherche ici à faire un lien avec l’analyse sans évolution temporelle du cha-
pitre précédent, à la lumière de cette évolution temporelle. Les valeurs moyennes
en temps déterminées par l’analyse du chapitre précédent ont elles un sens ?
Une première façon de déterminer une moyenne temporelle est le cas assez
simple suivant :
< Te >τf=
∫τf
0 Te(t)dt
τf
Cette moyenne est tracée en rouge sur la figure 8.3b selon le choix de la borne
τf. On comprend bien que le choix d’une borne d’intégration τf n’a pas de sens,
car plus on attend dans le temps, plus il y a des zones froides et plus la moyenne
va être faible. Cette notion de moyenne temporelle simple n’est donc pas adaptée
pour définir une température moyenne associée à la mesure d’un spectre intégré
en temps.
Une autre possibilité est la réalisation d’une moyenne pondérée par l’inten-
sité spectrale, la figure 8.3a illustre en effet que les zones froides participent
nettement moins à l’intensité totale. Cette figure trace l’intensité intégrée spectra-
lement de 1650 à 2100 eV en fonction de la température correspondant à chaque
pas de temps de l’évolution hydrodynamique. L’évolution en densité a peu d’effet
et c’est le refroidissement qui est responsable de la chute du niveau d’émission.
La moyenne pondérée tend vers une valeur finie et est définie par :
< Te >τf=
∫τf
0 Te(t)I (Te (t))dt∫τf
0 I (Te (t))dt
où I (Te) est l’intensité spectrale totale de la couche K en fonction de la tempé-
rature (tracée figure 8.3a).
Cette moyenne est tracée en bleu sur la figure 8.3b. On observe alors qu’en
tenant compte des faibles contributions des zones froides, la moyenne tend vers
une limite aux temps longs :
< Te >30 ps≈< Te >τf→∞≈ 350 eV
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(a) Intensité intégrée spectralement
entre 1650 et 2100 eV en fonction
de la température correspondant à
chaque pas de temps.
(b) Choix d’une moyenne temporelle pondérée par
l’intensité spectrale
Figure 8.3 – Prise en compte de la sensibilité de la gamme spectrale observée à la tem-
pérature dans la définition d’une valeur moyenne.
On comprend alors que le choix de la borne d’intégration τf n’est plus si im-
portant, il suffit de tenir compte de l’ensemble des points participant significati-
vement au spectre. La valeur moyenne de notre évolution sur 30 ps donne 350 eV .
C’est très proche de la température moyenne estimée avec notre analyse dans le
chapitre précédent : 360± 20 eV .
Le même raisonnement sur la densité :
< ρ >τf=
∫τf
0 ρ(t)I (Te (t))dt∫τf
0 I (Te (t))dt
−−−→
τf=∞ 2, 2 g.cm−3
permet d’obtenir une densité moyenne de 2, 2 g.cm−3 bien plus élevée qu’une
moyenne simple
(
1, 6 g.cm−3
)
mais moins proche des estimations obtenues dans
le chapitre précédent (2, 7 g.cm−3).
Les conditions moyennes estimées à partir d’analyse sans évolution temporelle
dans le chapitre précédent ne donnent donc pas d’indications directes sur les
paramètres hydrodynamiques moyens du plasma. Les zones de différentes tem-
pératures ou densités apportent des contributions variables. Autrement dit une
mesure seule d’un spectre de couche K intégré temporellement est insuffisante.
intégration du spectre résolu en temps
Retournons maintenant à notre spectre calculé résolu en temps (fig. 8.2) et re-
gardons ce que donne l’intégration de l’émission durant 30 picosecondes (fig.
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8.4). En choisissant à t = 0 ps les températures Te(t = 0) = 500 ± 40 eV et
Ti (t = 0) = 300K comme nous l’avons fait, nous trouvons un bon accord avec
la mesure expérimentale. La décroissance de l’intensité de la raie Heβ est de plus
cohérente, c’est à dire que la recombinaison du plasma est compatible avec la
détente et le refroidissement hydrodynamique modélisé. Aux tout premiers ins-
tants, le calcul de la durée d’émission montre une augmentation de l’intensité.
Lors du refroidissement, la population hydrogénoïde se recombine et l’augmen-
tation de la population héliumoïde explique une augmentation de l’émissivité
dans la gamme 1800− 1900 eV .
Figure 8.4 – (Cible IBL, tir à 2ω) Meilleures restitutions dans l’hypothèse ETL.Te varie à
densité et Ti fixés (ρ = 2, 7 g.cm−3, Ti = 300K)
La prise en compte de la détente permet d’obtenir un scénario plus crédible
et plus complet que l’approximation stationnaire précédente. On comprend bien
que la température obtenue en analysant le spectre par un simple couple (ρ, T)
est une température moyenne qu’il n’est pas évident de relier aux conditions hy-
drodynamiques comme nous l’avons vu.
Il est plus surprenant en revanche, de remarquer que l’évolution temporelle en
densité permet de reproduire les largeurs de raies alors que la densité obtenue
par une analyse sans évolution temporelle est extrêmement proche de la densité
initiale. Il semblerait que les largeurs de raies soient, dans notre analyse, forte-
ment déterminées par les premiers pas de temps où à la fois la température et
la densité sont les plus fortes. La densité élevée définit la largeur maximale alors
que les températures élevées produisent un fort rayonnement et imposent une
forte pondération lors de l’intégration sur les 30 picosecondes.
À partir de cette analyse prenant en compte une détente hydrodynamique, il
est intéressant de regarder l’influence de deux des mécanismes responsables du
refroidissement : le rayonnement et les collisions électron-ion.
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Les pertes radiatives
Figure 8.5 – Conditions hydrodynamiques moyennes au sein de la couche d’aluminium.
Les simulations en traits pleins illustrent le cas sans pertes radiatives, le
plasma est alors beaucoup plus chaud pendant toute la durée de la simula-
tion et se détend légèrement plus vite. Les courbes en pointillés rappellent
pour comparaison le cas précédent (avec pertes radiatives).
La comparaison d’un calcul sans tenir compte du rayonnement dans la simula-
tion multi (figure 8.5) montre qu’une composante prédominante dans le refroi-
dissement de la cible est la perte d’énergie par rayonnement malgré un matériau
de Z relativement faible (Z = 13). Sans effets radiatifs, le plasma reste plusieurs
dizaines d’électron-volts plus chaud pendant toute la simulation et se détend
plus rapidement.
Il est surprenant de remarquer que le fait de ne pas prendre en compte le
rayonnement n’a qu’un impact limité sur la forme du spectre intégré en temps et
normalisé afin de comparer les rapports des raies.
Figure 8.6 – Comparaison des cas avec et sans tenir compte des effets radiatifs dans
l’évolution hydrodynamique où Te(t = 0) = 500 eV et Ti (t = 0) = 300K.
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Les gammes de température parcourues pendant la détente sont proches pour
les deux simulations, l’intégration temporelle nous montre une moyenne iden-
tique et ne permet pas de distinguer l’un ou l’autre cas. En revanche, le temps
nécessaire pour se refroidir est plus long sans effets radiatifs. C’est pour cela que
le temps d’émission augmente très fortement et rend le résultat incompatible
avec les mesures de durée d’émission de la Heβ réalisées (encart fig. 8.8).
Le refroidissement radiatif dans ce type de plasma est donc très important
dans l’évolution du plasma mais sa présence n’impacte pas forcément la mesure
intégrée en temps et normalisée en intensité du spectre de couche K d’alumi-
nium.
Choix d’un modèle de collision
Dans les premières picosecondes, on observe (fig.8.1b) une forte décroissance
de Te et une montée en température des ions. Cette relaxation électron-ion est pi-
lotée par le modèle collisionnel choisi : elle est une cause importante du refroidis-
sement de la population électronique dans les premiers instants. Afin d’estimer
l’influence de cette relaxation nous avons réalisé une simulation où Ti (t = 0) =
Te (t = 0) = 500 eV afin de supprimer la perte d’énergie par relaxation.
Figure 8.7 – Évolution hydrodynamique moyennée dans l’épaisseur d’aluminium pour
les 3 cas présentés dans ce chapitre : 1- avec pertes radiatives et relaxation
(pointillés), 2- sans pertes radiatives (trait plein) et 3- sans relaxation (tirets)
On distingue deux domaines temporels sur les évolutions hydrodynamiques
sur la figure 8.7 :
1. t < 3ps : une simulation sans collisions/avec rayonnement donne le même
résultat qu’une simulation avec collisions/sans rayonnement.
⇒ Cela montre que le refroidissement radiatif et la relaxation électron-ion
sont, de manière équivalente, responsables du refroidissement de la cible
pendant cette période.
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2. t > 3ps : la simulation sans refroidissement radiatif est nettement supé-
rieure aux autres en température.
⇒ Pendant toute la durée de la simulation, le refroidissement radiatif reste
important.
Il faut noter que c’est la relaxation électron-ion pendant les trois premières pi-
cosecondes qui fixe la température d’équilibre aux alentours de 3 ps dans notre
cas. Ce point d’équilibre influence ensuite tout le reste de l’évolution hydrodyna-
mique.
Le calcul du spectre d’émission montre une nouvelle fois que le spectre intégré
seul ne permet pas de discriminer les différentes hypothèses physiques néces-
saires à l’évolution du plasma. En revanche, même si la relaxation est très rapide,
elle influence l’évolution hydrodynamique dans son ensemble et l’effet est for-
tement marqué dans la mesure de la durée d’émission. Cela pose une question
délicate concernant notre analyse : quelle est la température initiale des ions ?
En supposant un chauffage immédiat et uniquement électronique, on fait une
hypothèse arbitraire sur laquelle nous reviendrons dans le prochain chapitre.
Figure 8.8 – Comparaison des cas avec effets radiatifs et relaxation électron-ion, sans
effet radiatif ou sans relaxation dans l’évolution hydrodynamique.
Ces calculs mettent en évidence la possibilité de restituer par des évolutions
hydrodynamiques différentes un même spectre intégré en temps et normalisé en
intensité. La mesure d’un signal résolu en temps apporte une plus-value consi-
dérable. Le refroidissement radiatif et la relaxation électron-ion sont deux phéno-
mènes qui ont par exemple une influence forte sur la durée d’émission mesurée.
Les modèles présentés (chap. 3) et utilisés dans les simulations multi nous per-
mettent de restituer l’ensemble des deux mesures expérimentales.
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Cette analyse considère pour le moment un plasma à l’équilibre thermodyna-
mique local. Cette hypothèse assez forte va maintenant être discutée à l’aide d’un
modèle collisionnel-radiatif.
8.3 discussion sur l’état d’équilibre du plasma
8.3.1 Émission hors-ETL
Les températures élevées au début de notre simulation ne semblent pas favo-
rable à l’ETL. Dans cette section, spect3d est utilisé avec son modèle collisionnel-
radiatif stationnaire comme post-processeur de l’évolution hydrodynamique avec
refroidissement radiatif et avec relaxation électron-ion. Le spectre intégré en
temps (fig.8.9a) montre qu’il est possible de restituer la mesure avec une tem-
pérature initiale de Te(t = 0) = 560± 40 eV et Ti (t = 0) = 300K. On trouve ici
un écart de 60 eV sur la température maximale du plasma entre le calcul ETL et
HETL. L’écart sur le calcul de l’ionisation moyenne du plasma est cependant faible
comme le montre la figure 8.9b.
(a) Meilleures restitutions dans l’hypothèse HETL
réalisée avec le modèle CR de spect3d.
(b) Comparaison de l’ionisation
moyenne dans le cas ETL et HETL.
Figure 8.9 – Cible IBL à 2ω
Le rôle de la température ionique n’est pas évident à mettre en avant dans cette
analyse. Tout d’abord, l’élargissement Doppler n’est pas suffisamment important
pour être observable. Par ailleurs, l’élargissement Stark, tel que modélisé dans
spect3d, ne fait pas intervenir la température ionique. Il n’y a donc pas dans le
modèle atomique utilisé d’influence de Ti sur le calcul des populations ou la mo-
délisation spectrale. En revanche, nous avons vu que Ti(t = 0) a une influence sur
la relaxation électron-ion et le refroidissement du plasma. La figure 8.10 montre
qui si on considère que la température ionique a eu le temps, pendant la phase
d’interaction, d’atteindre les 300 eV alors il est possible de restituer le spectre et
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la durée d’émission avec une température initiale Te (t = 0) = 500± 40eV .
Figure 8.10 – (Cible IBL à 2ω) Meilleures restitutions dans l’hypothèse HETL avec
Ti (t = 0) = 300 eV .
L’incertitude de notre analyse doit prendre en compte une incertitude sur la
température ionique. On obtient alors avec le modèle HETL stationnaire les ré-
sultats suivants :
Te (t = 0) ∈ [460 eV − 600 eV]
Ti (t = 0) ∈ [0.03 eV − 300 eV]
Cette discussion utilise le modèle CR dans l’approximation stationnaire. Il est
difficile de justifier cette approximation. Pour vérifier si l’évolution temporelle
est assez lente pour ne pas influencer le calcul des populations atomiques, nous
réalisons la même simulation avec le modèle CR dépendant du temps.
8.3.2 HETL et retard à la recombinaison
Lorsque le modèle CR de spect3d est dépendant du temps, le premier pas de
temps de la simulation se fait toujours à l’ETL. Comme dans notre cas, le pre-
mier pas de temps est à très haute température, il est le plus sensible aux effets
HETL et nous ne pouvons donc pas utiliser spect3d dans cette analyse. Dans
cette section, nous illustrerons donc par le code flychk le besoin de prendre en
compte cette dépendance en temps pour post-processer notre évolution hydrody-
namique.
La figure 8.11 présente l’ionisation moyenne du plasma calculée par flychk
en fonction du temps dans le cas d’un modèle CR stationnaire et dépendant du
temps. À un instant t donné, l’ionisation est plus élevée en prenant en compte le
calcul instationnaire, c’est-à-dire en tenant compte de l’état antérieur du plasma.
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Figure 8.11 – (Te (t = 0) = 500 eV) Illustration d’un léger retard à la recombinaison par
l’utilisation du modèle dépendant du temps (calculs réalisés avec flychk)
Cela signifie que le refroidissement du plasma est plus rapide que le temps ca-
ractéristique de recombinaison et lorsque l’on prend en compte la dépendance
en temps du calcul des populations on remarque un retard à la recombinaison.
On montre ici que l’évolution temporelle rapide des paramètres plasma joue
un rôle dans le calcul des populations et donc possiblement dans l’interprétation
du spectre. Cet aspect instationnaire remet en cause le fait de négliger les pre-
miers instants où l’évolution du plasma est la plus rapide à cause du chauffage.
Notre méthode d’analyse ne peut donc pas être pertinente sans vérifier l’effet des
premiers instants correspondant à la phase de chauffage.
Nous allons donc par la suite considérer l’interaction laser et l’effet de ces
premiers instants sur notre interprétation.
conclusion
La prise en compte de la détente apporte une description beaucoup plus com-
plète du plasma produit et de sa dynamique. Nous avons mis en évidence qu’une
analyse sans cette évolution permettait d’obtenir des valeurs moyennes que l’on
peut relier à une moyenne sur les différentes zones de températures du plasma
pondérée par leur intensité. Elles dépendent donc de l’élément utilisé et de la
gamme spectrale mesurée.
Cette méthode a permis de mettre en évidence que les deux paramètres prédo-
minant dans le refroidissement sont les collisions électrons-ions tant que Ti < Te
et le refroidissement radiatif. La mesure de la durée d’émission nous a permis de
montrer la nécessité de prendre en compte ces deux processus. En revanche, le
choix d’une température ionique initiale reste à discuter et nécessite une modéli-
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sation du plasma pendant l’interaction laser.
L’analyse effectuée dans ce chapitre suggère une détente rapide du plasma
à partir d’une température maximale de 560± 50 eV . Au maximum d’émission,
correspondant au maximum de température, le plasma est plus fortement HETL
que le chapitre précédent le suggérait. Ces températures provoquent une détente
rapide. Cela pose question quant à la possibilité de voir apparaître des phéno-
mènes instationnaires en physique atomique, notamment pendant les premiers
instants de la détente et peut-être pendant la phase de chauffage ignorée jusqu’à
présent.
Plusieurs questions nous motivent donc à prendre en compte la phase de chauf-
fage dans notre analyse. Cela nécessite la modélisation de l’interaction et donc
l’utilisation d’une description de type particulaire coûteuse en temps de calcul.
Nous discutons de cela dans le chapitre suivant.

9
P R I S E E N C O M P T E D E L’ I N T E R A C T I O N L A S E R
La modélisation de l’interaction laser nécessite, comme nous l’avons vu au dé-
but de cette thèse, une description particulaire. Nous présentons dans ce chapitre
des simulations réalisées à l’aide du code calder.
La caractéristique principale de l’interaction dans un régime ultra-intense est la
formation d’une population d’électrons suprathermiques se propageant à travers
la cible. Afin de prendre en compte leur dilution au sein de la cible, nous choisis-
sons de réaliser une simulation 2D. La dilution est cependant sous-estimée étant
donnée la géométrie 2D et eulérienne du code. Nous avons également signalé la
forte dépendance des mécanismes de chauffage à la longueur de gradient en face
avant de la cible. Nous revenons expérimentalement sur ce point en présentant
l’impact sur les simulations du préplasma observé.
Nous profitons enfin de cette simulation 2D pour discuter une première fois
des gradients spatiaux et des électrons chauds. Dans un premier temps, nous
souhaitons dans ce chapitre poursuivre l’analyse du chapitre précédent et discu-
ter principalement de l’influence temporelle de cette phase de chauffage jusqu’à
présent négligée.
9.1 effet d’une pré-impulsion
La dynamique de chauffage dans le régime ultra-intense est dépendant de la
longueur de gradient à la surface de la cible. On décide de caractériser l’état
du gradient de densité à la surface d’une cible solide par sa longueur de gra-
dient L défini par L = ne
(
dne
dx
)−1
. Expérimentalement, le préplasma que nous
avons observé était inattendu étant donné le doublage en fréquence mis en place.
Nous verrons que l’ombroscopie permet de visualiser sa présence. Numérique-
ment nous avons cherché à déterminer une longueur caractéristique de gradient
compatible avec la mesure d’ombroscopie.
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Figure 9.1 – Images d’ombroscopie réalisées à différents instants : −70 ps et −10 ps avant
l’arrivée du faisceau d’interaction et +20 ps après l’interaction. Le laser arrive
de la gauche.
9.1.1 Caractérisation par ombroscopie
Comme le montre la figure 9.1, le diagnostic d’ombroscopie 1 a permis la mise
en évidence d’une détente avant l’arrivée de l’impulsion principale. Il a fallu
remonter 70 ps avant l’interaction pour retrouver une cible non perturbée. En
regardant de manière plus détaillée les instants qui précèdent l’interaction, on
remarque que la détente est localisée face avant de la cible et ne perturbe pas la
tige qui permet de maintenir la cible. En revanche une fois l’interaction passée,
l’ombroscopie montre que la face arrière et la tige sont également perturbées.
Bien que très éloignée de la zone d’interaction, la tige semble se détendre. Une
hypothèse pour expliquer cela est un effet lié aux ultra-hautes intensités. Lors de
1. La synchronisation des faisceaux sonde et d’interaction est faite en réalisant des interfé-
rences en centre chambre. La précision temporelle obtenue est meilleure que 1 ps.
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(a) Coupe selon l’axe laser d’une image d’om-
broscopie au centre de la cible, on définit
ainsi pour chaque tir l’avancée de la zone
d’ombre.
(b) Avancée de la zone d’ombre à différents
temps. Chaque point correspond à un tir et
à un retard du faisceau sonde par rapport
au faisceau d’interaction.
Figure 9.2 – Mesure d’un préplasma avant l’interaction
l’interaction, certains électrons très énergétiques peuvent s’échapper de la cible,
celle-ci acquiert alors une charge positive. Cela produit à travers la tige en car-
bone un courant afin de neutraliser la charge positive de la cible. Ce courant
chauffe alors la tige qui se détend.
La détente avant l’interaction est significative et la figure 9.2a montre qu’il
est possible de mesurer l’avancée de la zone d’ombre en prenant comme critère
la mi-hauteur du gradient d’intensité. En réalisant cela pour différents temps,
on obtient la figure 9.2b qui trace l’évolution de la zone d’ombre en fonction du
temps sur plusieurs tirs. On s’aperçoit alors que le temps caractéristique du début
de la perturbation (−60 ps) pourrait correspondre à la pré-impulsion visible sur
la mesure de contraste (fig. 5.2 p. 85). Il semblerait que malgré le doublage en
fréquence, cette pré-impulsion ait encore suffisamment d’énergie pour perturber
la face avant de la cible.
La caractéristique principale de ces résultats est une grande variabilité tir à tir 2.
Il n’est par ailleurs pas évident de relier directement cette ombre à un profil de
densité dans le cas d’un gradient raide étant donné les phénomènes de réfrac-
tion dépendant des gradients d’indice optique dans le plasma. Afin de quantifier
l’importance du gradient de densité face avant, nous avons simulé le diagnos-
tic d’ombroscopie à l’aide d’un tracé de rayon 2D prenant en compte la réfrac-
tion et l’absorption par bremsstrahlung inverse. Plusieurs profils sous la forme
exp
(
−
√
x2 + y2/L
)
ont été testés afin de reproduire la mesure juste avant l’in-
teraction, soit une avancée de l’ordre de 3 à 10µm comme observé sur la figure
2. Le doublage en fréquence est un processus non-linéaire très sensible à l’énergie laser.
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(a) Programme de tracé de rayon (modèle 2D)
modélisant la réfraction dans un gradient
de densité, pour une longueur de gradient
de 0, 5 µm et un faisceau sonde λsonde =
0, 353 µm.
(b) Étendue de la zone d’ombre au centre de la
cible en fonction de la longueur de gradient.
Figure 9.3 – Simulations du diagnostic d’ombroscopie
9.2b. La figure 9.3 illustre un exemple de résultat obtenu par ce modèle 2D et
l’évolution de la zone d’ombre en fonction de la longueur de gradient L.
À l’instant (t = 0) où l’interaction arrive sur la cible, l’ombroscopie nous in-
dique alors un gradient de densité face avant de la cible de quelques dixièmes
de micron (typiquement entre 0, 3 et 1µm). La variation tir à tir de ce préplasma
ne permet pas de le caractériser plus précisément. Afin de quantifier l’effet d’un
préplasma de ce type sur le chauffage de la cible, nous avons effectué plusieurs si-
mulations calder en faisant varier la longueur de gradient d’un profil supposé
exponentiel en face avant de la cible.
9.1.2 Étude paramétrique avec CALDER
On considère une cible tri-couches Carbone / Aluminium / Plastique initia-
lement à densité solide. Afin de mieux cerner les conséquences d’une variation
du gradient de densité sur l’interaction et le chauffage de la cible, nous avons
réalisé plusieurs simulations en changeant la longueur de gradient L d’un pro-
fil ni = ni (x = 0) exp (−x/L) pour le demi espace en face avant de la cible. En
supposant que ce préplasma, provoqué par une pré-impulsion à −60 ps, ait eu
le temps de se refroidir, nous avons initialisé l’ensemble préplasma et cible à
une unique température : 10 eV . L’interaction principale est simulée pour un
laser d’intensité 4, 4.1018W.cm−2, de largeur à mi-hauteur 5µm et de durée à mi-
hauteur 330 fs correspondant à nos conditions expérimentales (ch.5). On définit
t = 0 ps le moment où le laser atteindrait la partie non perturbée de la cible. Dans
ce référentiel la simulation débute à −424 fs.
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(a) (b)
Figure 9.4 – (Cible RMT) Évolution de la température et de la fraction d’élec-
trons chauds (nh/ne) au cœur de l’épaisseur d’aluminium pendant
la phase d’interaction pour les longueurs de gradient de densité
0, 19 ; 0, 27 ; 0, 38 ; 0, 51 et 0, 78 µm (L/λ = 0, 3 ; 0, 5 ; 0, 7 ; 1 ; 1, 5), ainsi que
sans gradient en noir.
La figure 9.4 illustre les évolutions de la température électronique et de la
fraction d’électrons chauds maximale atteinte sur l’axe laser et dans la couche
d’aluminium en fonction du temps pour 6 simulations, seule la longueur de gra-
dient a été changée passant de l’absence de gradient (L = 0µm) à L = 0, 78 µm 3.
Nous n’avons pas pu prolonger chaque simulation mais cette figure montre
déjà un effet important de la longueur de gradient sur les températures atteintes.
La dégradation du chauffage (fig. 9.4a) est extrêmement rapide entre l’absence de
préplasma et un préplasma court de l’ordre de 0, 2 µm. La dégradation s’atténue
ensuite à mesure que la longueur de gradient augmente.
La présence d’un préplasma de plus en plus long change les conséquences
de l’interaction. Le laser interagit avec une zone de plus en plus faible densité
lorsque le préplasma augmente ; une des conséquences est la génération d’une
plus faible densité d’électrons chauds atteignant l’épaisseur d’aluminium (fig.
9.4b). Si l’on regarde, sur la figure 9.5, le courant longitudinal des électrons ther-
miques au sein de la cible et proche du maximum de l’intensité laser (t = +20 fs),
3. Exceptionnellement figure 9.4, les résultats présentés sont issus de simulations calder
avec un facteur de forme d’ordre 3, l’ordre 4 n’étant pas implémenté au moment de leur réalisa-
tion. Le changement d’ordre affecte très peu les températures maximales dont nous parlons ici
mais permet une bien meilleure description des zones tièdes et froides hors axe laser (cf. p. 147).
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on s’aperçoit que le préplasma est responsable d’une diminution du courant sur
l’axe et d’une augmentation de la divergence. Ce courant est une réponse du
plasma pour neutraliser le courant d’électrons chauds produit par interaction
UHI : il est lié au chauffage résistif de la cible et ce dépôt collectif diminue donc
en présence d’un préplasma.
(a) L = 0, 00 µm (b) L = 0, 19 µm (c) L = 0, 51 µm
Figure 9.5 – (Cible RMT) Courant des électrons thermiques (E < 10 keV) au sein de la
cible à t = +20 fs après le pic laser.
Revenons maintenant sur le diagnostic d’ombroscopie à partir de ces simula-
tions. Dans calder, il est possible de visualiser la densité électronique respon-
sable, via l’absorption et la réfraction, de la zone d’ombre imagée par ombrosco-
pie.
Nous considérons par la suite uniquement le cas d’une longueur de gradient
de 0, 38 µm avec une simulation réalisée avec un facteur de forme d’ordre 4 4. La
figure 9.6 montre la densité électronique calculée par calder, autour de la cible
solide, 624 fs après le pic laser. À des temps aussi courts et étant donnée l’inertie
des ions la cible massive n’a pas eu le temps de se détendre. En revanche les
électrons suprathermiques produits lors de l’interaction ont déjà parcouru une
grande distance et un nuage d’électrons autour de la cible est déjà visible. Ce
nuage pourrait expliquer la relative symétrie de la zone d’ombre après l’interac-
tion et le fait que l’axe laser ne paraît pas être un axe préférentiel de la détente
sur les images d’ombroscopie (fig. 9.1).
4. et le schéma numérique de Sokolov, 2013
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Figure 9.6 – (Cible RMT) La densité électronique (calcul calder) 624 fs après le pic
laser montre qu’un nuage d’électrons suprathermiques entoure déjà la cible.
Revenons maintenant sur les paramètres thermodynamiques du plasma pro-
duit.
9.2 paramètres hydrodynamiques après l’interaction
On considère une cible tri-couches Carbone / Aluminium / Plastique initiale-
ment à densité solide et une longueur de gradient de densité de 0, 38 µm face
avant. Les températures des différents éléments sont initialisées par Te = Ti =
10 eV . La simulation commence à −424 fs, avant que le maximum de l’impul-
sion laser arrive sur la surface solide du carbone (x = 0µm), moment défini par
t = 0 fs.
9.2.1 Températures et gradients spatiaux
La simulation présentée ici permet de visualiser 1048 fs pendant lesquelles le
chauffage du plasma s’effectue. La figure 9.7 illustre la densité et les températures
électronique et ionique à la fin de la simulation, 624 fs après le pic laser.
On observe sur la figure de densité les 3 couches dont les faces avant se situent
en x = 0, x = 1 et x = 1, 5 µm, ainsi que le gradient de densité face avant pour
x < 0µm. Entre 1 et 1, 5 µm on observe l’aluminium et les cartes en températures
montrent qu’une partie est chauffée à des températures dépassant les 500 eV sur
l’axe laser. La relaxation électron-ion, modélisée par le modèle de Lee-More dans
calder, permet aux ions d’atteindre ∼ 200 eV dans le même temps. Grâce à
la rapidité des phénomènes, on observe un chauffage isochore. La densité n’a
pas évolué pendant le chauffage, seuls les chocs aux interfaces C/Al et Al/CH
ont tout juste commencé à se propager comme le pic de température ionique
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Figure 9.7 – Paramètres hydrodynamiques 624 fs après le pic d’intensité laser. De gauche
à droite : la densité massique, la température électronique et la température
ionique.
le montre à l’interface Al/CH. En revanche le chauffage n’est pas homogène
spatialement au sein de la cible.
La figure 9.8 montre deux coupes issues de la carte de température électronique
pour y=0 (le long de l’axe laser) et x = 1, 25 (au milieu de l’épaisseur d’alumi-
nium). On parle de gradient de température longitudinal pour le premier cas et
transverse dans le second.
Figure 9.8 – (t = +624 fs) Gradients de température longitudinal (à gauche) le long de
l’axe laser et transverse (à droite) au milieu de l’épaisseur d’aluminium.
La figure 9.8 montre des gradients de température forts. Longitudinalement, à
la fin de la simulation, la température décroit rapidement le long de l’axe laser.
Dans l’épaisseur d’aluminium symbolisée par les traits verticaux, Tmaxe passe de
665 eV à 575 eV (620± 45 eV), soit un gradient de 180 eV .µm−1. Dans la dimen-
sion transverse on observe une chute rapide de 607 eV à 227 eV en 4µm soit un
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gradient moyen de 95 eV .µm−1.
Toutes les zones du plasma n’émettent donc pas de la même façon et nous
avons évoqué le fait que le spectre de couche K mesuré n’était produit qu’à forte
ionisation donc à forte température dans notre cas. En dessous de 200 eV , l’émis-
sion n’est plus assez forte pour être significative lors de nos mesures (fig.8.2
p.127). D’après les simulations, seule la partie centrale de la cible est par consé-
quent responsable de la mesure réalisée par les spectromètres. C’est ce que la
figure 9.9 illustre en traçant l’ionisation moyenne au cœur de notre cible. Le
gradient raide en température a pour effet de rapidement faire chuter le degré
d’ionisation radialement.
Figure 9.9 – (t = +624 fs) Ionisation moyenne (Z∗ = ne/ni) au sein de la cible et
contours pour la population Al9+, Al10+ etAl11+. Seule la partie très cen-
trale de la cible peut être à l’origine de la mesure du spectre de couche K
réalisée.
9.2.2 Importance du facteur de forme dans les simulations
La figure 9.10 illustre l’écart entre la simulation calder précédente réalisée
avec un facteur de forme d’ordre 3 et d’ordre 4 5. Contrairement à l’ordre 4 que
nous utilisons ici, les premières simulations avec un ordre 3 ont montré un chauf-
fage important dans tout le volume de la cible. Ce chauffage est en fait numérique
comme le montre le passage à l’ordre 4. Dans notre cas, il a été nécessaire de pas-
ser à l’ordre 4 pour présenter les résultats de ce chapitre et lier les simulations
calder aux mesures expérimentales. Des écarts très importants, supérieurs à
100%, sont présents hors axe.
5. Le schéma numérique de (Sokolov, 2013) a été implémenté en même temps que l’ordre 4 et
participe peut être aussi à cet effet.
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(a) Utilisation de l’ordre 3. (b) Utilisation de l’ordre 4. (c) Écart en % entre la simula-
tion à l’ordre 3 par rapport à
l’ordre 4.
Figure 9.10 – Comparaison de la simulation CALDER selon l’ordre du facteur de forme.
(la même échelle de couleur est utilisée)
9.2.3 Prise en compte d’une température moyenne pour l’analyse spectrale
Nous souhaitons dans un premier temps définir une unique température pour
le plasma d’aluminium dans le but d’étudier l’impact temporel de cette phase
de chauffage dans la restitution des spectres. Cette moyenne permet ramener la
situation 2D au cas simple d’une unique cellule évoluant en temps comme dans
le chapitre précédent. La prise en compte des gradients sera discutée chapitre 10.
Nous choisissons une moyenne radiale effectuée sur l’épaisseur d’aluminium
et pondérée telle que :
〈Te〉pond. =
2pi∫
θ=0
25µm∫
y=0
1.5µm∫
x=1
Te(x, y) I (Te(x, y))ydydθdx
2pi∫
0
25∫
0
1.5∫
1
I (Te(x, y))ydydθdx
〈Ti〉pond. =
∫
y
∫
x
Ti(x, y) I (Te(x, y))ydydx∫
y
∫
x
I (Te(x, y))ydydx
〈ρ〉pond = 2, 7 g.cm−3
La fonction I est une fonction de pondération dont le rôle est similaire à celui
défini au chapitre précédent (p. 129). Ici la moyenne est réalisée sur l’espace à un
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pas de temps donné : +624 fs après le pic laser. Elle permet d’accorder plus ou
moins d’importance aux cellules selon leurs contributions plus ou moins fortes
au spectre de couche K. Nous utilisons la fonction illustrée sur la figure 9.11a
décrivant l’émission intégrée de 1650 eV à 2100 eV en fonction de la température
pour un plasma d’aluminium à densité solide. En effectuant ces moyennes pour
plusieurs pas de temps nous obtenons les évolutions de la température reportées
sur la figure 9.11b.
(a) Fonction de pondération : Intensité intégrée
de 1650 eV à 2100 eV en fonction de la tem-
pérature pour un plasma d’aluminium à
2, 7 g.cm−3 (Calculs spect3d).
(b) Évolution moyenne de la température (cal-
cul calder) pendant l’interaction et le
chauffage de la cible solide.
Figure 9.11
En prenant les conditions thermodynamiques du dernier pas de temps (〈Te〉 =
465 eV , 〈Ti〉 = 240 eV et 〈ρ〉 = 2, 7 g.cm−3), nous pouvons maintenant initialiser
multi comme nous l’avons présenté dans le chapitre précédent. En associant les
deux évolutions il est alors possible d’utiliser une évolution temporelle prenant
en compte à la fois le chauffage et la détente.
9.3 effets de la phase de chauffage sur l’interprétation du spectre
Nous illustrons sur la figure 9.12 l’évolution des principaux paramètres hydro-
dynamiques fournis à spect3d pour calculer le spectre d’émission résolu puis
intégré en temps.
Ce travail a été réalisé afin de pouvoir prendre en compte les premiers instants
où l’interaction est responsable d’une évolution rapide des paramètres plasmas.
Cela amène à se poser trois questions :
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• Les températures maximales atteintes sont elles compatibles avec la descrip-
tion du chapitre précédent ?
• L’évolution rapide de Te engendre-t-elle des effets instationnaires dans le
calcul des populations ?
• Les électrons chauds produits ont ils une influence sur le spectre d’émission
mesuré ?
Figure 9.12 – Conditions hydrodynamiques moyennes au sein de la couche d’aluminium.
Avant 1 ps les données sont les moyennes calculées à partir de la simulation
calder, ensuite il s’agit d’une simulation multi initialisée avec (Te =
465 eV , Ti = 240 eV et ρ = 2, 7 g.cm−3). Ces conditions sont fournies à
spect3d pour calculer le spectre d’émission à chaque pas de temps.
Regardons tout d’abord l’effet de la première picoseconde sur l’émission X,
une fois l’évolution totale calder + multi donnée à spect3d. La figure 9.13
permet de comparer l’utilisation de l’évolution hydrodynamique complète telle
que définie dans ce chapitre (calder + multi) ou d’utiliser seulement la partie
détente en commençant à la température maximale estimée, 465 eV (multi seul) 6.
L’ajout de la première picoseconde n’a pas d’effet visible sur le calcul du
spectre intégré et les températures atteintes sont compatibles avec l’analyse du
chapitre précédent (fig. 9.13). Le calcul ajoute de l’émission pendant la première
picoseconde mais comme la durée d’émission est longue, l’émission de cette pre-
mière picoseconde correspond à moins de 10% de l’émission totale et cette pre-
mière picoseconde est dans notre cas négligeable sur un spectre intégré.
6. C’est la méthode du chapitre 8.
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Figure 9.13 – Comparaison des calculs du spectre intégré en HETL stationnaire. La tem-
pérature maximale est de 465 eV , a) avec chauffage calder b) sans chauf-
fage avec Te(t = 0) = 465 eV (méthode du ch. 8 où seulement la détente
est modélisée)
Le fait que l’on reproduit l’évolution temporelle montre la compatibilité de
l’évolution hydrodynamique modélisée dans ce chapitre. Il faut noter que la
montée entre 0 et 2 ps n’est pas particulièrement significative, le chauffage et
la montée en émission X dans les simulations est plus rapide que cela et c’est la
résolution temporelle du diagnostic qui contraint cette montée (ch. 6).
Cette comparaison concerne les modèles stationnaires de physique atomique
mais l’évolution rapide en température ne respecte pas forcément cette hypothèse
stationnaire. C’est pour cela que nous allons maintenant regarder plus en détail
le cas instationnaire.
9.3.1 Effets instationnaires
S’il existe des processus instationnaires, ils se produisent dès les premiers
instants où l’évolution des paramètres plasmas est très rapide. La figure 9.14a
illustre les trois hypothèses permettant le calcul des populations : l’équilibre
thermodynamique local, le modèle collisionnel-radiatif dans l’approximation sta-
tionnaire ou dans le cas instationnaire. Les trois calculs sont réalisés à partir de
l’évolution hydrodynamique (fig. 9.12) issue de calder+multi et permettent
de restituer à la fois le spectre et la durée d’émission. Seule l’hypothèse ETL pro-
duit des raies hydrogénoïdes un peu trop forte ce qui signifie un plasma modélisé
légèrement trop chaud. À cause des températures élevées aux premiers instants,
nous avons vu qu’un modèle HETL est mieux adapté.
Une fois l’émission intégrée en temps, il n’y a pas d’effets visibles de phé-
nomènes instationnaires dans le modèle CR. Afin de regarder de plus près s’il
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existe à un moment donné une dynamique instationnaire, l’ionisation moyenne
en fonction du temps est tracée pour les trois modèles sur la figure 9.14b.
(a) Spectres intégrés en temps et évolution tem-
porelle de la Heβ.
(b) Illustration d’un retard à l’ionisation et à la re-
combinaison avec l’utilisation du modèle dé-
pendant du temps.
Figure 9.14 – Les effets instationnaires ne sont pas suffisants pour avoir de conséquence
sur le calcul du spectre intégré ou la durée d’émission. Le calcul des po-
pulations montre néanmoins leur présence dans les deux premières pico-
secondes.
La figure 9.14b illustre deux effets instationnaires mais dont les conséquences
sont très faibles dans notre cas. Pendant la montée rapide en température, la
courbe bleue, représentant le calcul instationnaire, est en dessous du calcul sta-
tionnaire (en vert), cela montre un léger retard à l’ionisation.
Les conditions en température changent trop rapidement pour que l’ionisation
ne dépende pas des temps précédents. Vers 0, 5 ps le cas instationnaire rattrape
son retard, cet effet soudain s’explique car la dynamique d’ionisation est plus
lente autour de l’état stable héliumoïde de l’aluminium. Une fois ce ralentisse-
ment passé, l’écart au cas stationnaire reprend de l’importance mais on passe
alors à un refroidissement rapide du plasma vers 1 ps.
Au delà de 1 ps, la courbe bleue est légèrement supérieure au cas stationnaire
(vert), cela représente un retard à la recombinaison. Ce phénomène ne dure pas
car l’évolution thermodynamique est de plus en plus lente et l’approximation sta-
tionnaire devient rapidement pleinement valide. Ces processus instationnaires
sont caractéristiques d’une évolution extrêmement rapide des paramètres plas-
mas mais dans notre cas leurs effets sont faibles et ne concernent que les deux
premières picosecondes. Cela ne produit qu’un écart très faible à l’équilibre ther-
modynamique local sur toute la durée de l’émission. Par exemple, au delà de
2 ps après le pic d’intensité laser sur cible, l’écart de l’ionisation moyenne ne
dépasse pas 1%. Le fait que l’émission soit intégrée sur plus d’une dizaine de
picosecondes permet également de masquer cet effet sur un spectre intégré.
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Un dernier effet de l’interaction ultra-intense dont nous n’avons pas tenu compte
dans l’interprétation du spectre X est la présence d’électrons chauds. La faible
proportion (nh < 1%ne) sur un temps extrêmement court justifiait jusqu’à pré-
sent de ne pas les prendre en compte. Vérifions dans une courte section ce rôle
des électrons chauds.
9.3.2 Les électrons chauds
Outre les paramètres hydrodynamiques de la cible, une grandeur d’intérêt
dans l’interaction ultra-intense est la fraction d’électrons chauds : elle peut chan-
ger significativement l’émission d’un plasma du fait d’une distribution
non-maxwellienne des électrons.
Les électrons chauds dans CALDER
On rappelle que les électrons chauds sont définis dans calder comme l’en-
semble des électrons d’énergie supérieure à 10 keV . On note nh leur densité et
on utilise la fraction nh/ne pour décrire leur importance par rapport au reste
des électrons (ne). La figure 9.15 illustre le maximum de cette fraction au sein de
l’aluminium en fonction du temps et la cartographie 2D au pic d’intensité laser.
Bien qu’un grand nombre d’électrons chauds soit produit, la fraction d’élec-
trons chauds reste extrêmement faible. Le chauffage extrêmement rapide s’accom-
pagne d’une ionisation et donc d’une production d’électrons libres thermiques
tout aussi rapide. Le résultat est une densité électronique très importante car
l’aluminium est à la fois à densité solide et très ionisé au centre de la cible. Cela
explique un rapport nh/ne qui reste inférieur à 1% tout au long de l’interaction.
Figure 9.15 – Fraction d’électrons chauds (fh = nh/ne) : à gauche évolution du maxi-
mum au sein de la couche d’aluminium en fonction du temps et à droite
image 2D, (t = +0 fs) au pic d’intensité laser. Une longueur de gradient de
0, 38 µm est utilisée.
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Effets des électrons chauds sur le spectre
On ajoute à l’évolution hydrodynamique utilisée jusqu’à présent deux para-
mètres fh (t) =
nh
ne+nh
et Th (t), la fraction totale d’électrons chauds et la tempéra-
ture caractéristique de ces électrons chauds. L’évolution est illustrée sur la figure
9.17 où la partie en trait plein correspond au calcul calder.
Figure 9.17 – Illustration de l’évolution des paramètres liés aux électrons chauds (fh, Th).
La partie calculée par calder suivie par une extrapolation complète l’évo-
lution temporelle en densité et en température afin de calculer le spectre
d’émission.
La partie en pointillés représente une extrapolation sous forme exponentielle
afin d’estimer l’évolution pendant toute la durée d’émission. Pour maximiser
l’effet, nous considérerons les valeurs maximales au sein de l’aluminium et non
les moyennes. On fournit ainsi à spect3d : ρ, Te, Ti, fh et Th.
(a) Comparaison des spectres intégrés et des
durées d’émission
(b) Comparaison de l’ionisation moyenne
Figure 9.16 – Après ajout de fh et Th, le calcul spect3d ne montre pas de conséquence
sur l’ionisation moyenne, le spectre et la durée d’émission. Cela est essen-
tiellement dû à la très faible proportion d’électrons chauds dans le plasma
d’aluminium, même aux premiers instants.
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Comme on peut le remarquer sur la figure 9.16, la faible proportion d’électrons
chauds ne suffit pas à modifier le spectre X calculé. L’ionisation moyenne, le
spectre intégré et la durée d’émission ne sont pas perturbés.
Grâce à la densité élevée et à la forte ionisation du plasma, la proportion d’élec-
trons chauds est très faible devant les électrons thermiques. Comme c’est cette
proportion qui intervient dans les modèles atomiques utilisés dans ce travail, on
considère leur présence comme négligeable dans l’interprétation de nos spectres.
9.3.3 Influence du préplasma sur l’émission X
La présence d’un préplasma est validée par les images d’ombroscopie réali-
sées avant l’impulsion principale. Malheureusement les barres d’erreur de ces
mesures ne permettent pas d’être suffisamment quantitatif pour les simulations
PIC au vue de la sensibilité physique à ce paramètre. La figure 9.18 illustre le ré-
sultat de la même méthode en prenant cette fois ci une longueur de gradient de
0, 44 µm au lieu de 0, 38 µm (soit une augmentation de 15%). Dans ce cas la tem-
pérature moyenne maximale est de seulement Te = 420 eV par rapport à 465 eV
avec une longueur de gradient de 0, 38 µm. Le calcul de la détente et du spectre
d’émission intégré en temps montre alors la disparition de la raie Lyβ à 2048 eV
par rapport au cas précédent où elle est encore discernable. Cette petite variation
du préplasma permet d’obtenir un spectre dont la température moyenne est plus
froide comme la moyenne obtenue lors de la deuxième expérience (figure 9.18).
Ce scénario d’un préplasma variable tir à tir pourrait faire partie de l’expli-
cation des écarts sur les spectres mesurés. De plus, il a été montré, après nos
expériences, que la pré-impulsion était due à la détérioration d’un revêtement
optique. Cette dégradation augmentant avec le temps, va dans le sens d’un pré-
Figure 9.18 – En bleu : résultat d’un tir où le spectre est caractéristique d’un plasma plus
froid. En rouge : spectre calculé avec une longueur de gradient de 0, 44 µm.
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plasma en moyenne plus important dans la seconde expérience, presque une
année après les premiers tirs.
En élargissant la gamme spectrale mesurée, nous remarquons que la raie Heα
et les raies béryliumoïdes à plus basses énergies ne sont pas convenablement
reproduites dans notre analyse. Nous explorons quelques pistes pour expliquer
cela dans le chapitre suivant.
conclusion
Ce chapitre apporte, grâce à la simulation PIC, une modélisation possible du
chauffage. La dynamique d’ionisation associée et les températures atteintes sont
compatibles avec nos mesures d’ombroscopie, du spectre intégré en temps et de
la durée d’émission.
Les premiers instants indiquent un plasma plus complexe que dans le pré-
cédent chapitre. L’écart à l’équilibre vient à la fois des conditions en densité
(ch.4.2.2 p.69) qui ne sont pas suffisantes à très haute température mais égale-
ment de l’instationnarité du calcul des populations en physique atomique sur les
échelles de temps extrêmement rapides de l’évolution hydrodynamique. Notre
cas est néanmoins peu instationnaire grâce à des températures maximales de
seulement 500 − 600 eV et à l’intégration sur une durée d’émission de plus de
10 ps qui masque les conséquences sur les mesures. On ne peut donc pas discu-
ter plus amplement de ces aspects à la seule vue des mesures expérimentales.
La simulation de l’interaction nous donne également une indication sur la po-
pulation d’électrons chauds. Bien que la présence des électrons chauds soit in-
dissociable de l’interaction ultra-intense, leur proportion au sein de l’épaisseur
d’aluminium est très faible (nh/ne ∼ 1%) et leur dilution très rapide (2 ps). Par le
calcul, nous avons montré qu’il n’y a donc pas d’effets de ces électrons dans les
calculs des populations et des niveaux excités et donc sur l’émission X de couche
K.
Ces effets dépendent de l’interaction (le laser utilisé pour le chauffage) et du
temps d’intégration de l’émission (le temps d’acquisition du diagnostic et la du-
rée d’émission de l’élément d’intérêt). Le fait que dans notre cas, la mesure expéri-
mentale ne semble pas être perturbée par ces deux points est lié à nos conditions :
le choix de l’aluminium, une température atteinte de l’ordre de 600 eV maximum
et une durée d’intégration de l’émission longue (10− 20 ps) devant la durée des
effets instationnaires (∼ 2 ps). Ce n’est donc pas généralisable à d’autres couples
(éléments d’études, température)
L’utilisation d’un code hydrodynamique-radiative 1D nous a poussés, dans ce
chapitre, à effectuer une moyenne spatiale. La moyenne sur les deux dimensions
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spatiales a permis de prolonger la méthode du chapitre précédent et de discu-
ter spécifiquement des effets liés à la phase de chauffage. Dans notre cas où la
phase de chauffage s’effectue sur une durée courte devant la durée d’émission
totale, on s’aperçoit que l’analyse plus simple du chapitre précédent (chauffage
initiale instantanée) permet d’obtenir une température maximale et une évolu-
tion hydrodynamique proche de ce que nous avons décrit ici. La complexité de
la description particulaire du chauffage permet de justifier 7 l’utilisation d’une
méthode plus simple pour obtenir une évolution temporelle moyennée spatiale-
ment.
Les codes particulaires sont néanmoins nécessaires dans notre méthode pour
vérifier que le chauffage et sa dynamique n’ont pas d’effet sur la mesure. Ils
permettent également de simuler le gradient spatial de température. Comme le
code multi nous permet de prendre en compte un plasma 1D inhomogène,
nous allons dans le prochain chapitre modéliser ce gradient longitudinal afin de
discuter de ses conséquences et de son évolution en temps.
7. Si et seulement si la phase de chauffage n’a pas de conséquence sur la mesure réalisée
comme c’est le cas pour nos conditions.
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10.1 prise en compte d’un gradient longitudinal
Dans cette première section, nous nous intéressons aux inhomogénéités longi-
tudinales du plasma. Nous allons discuter de la présence de plusieurs éléments
(carbone, aluminium et plastique) et du gradient fort en température entre la face
avant et la face arrière de la cible à la fin de l’interaction laser. Nous étudierons le
spectre d’émission X issu de la moyenne des résultats de la deuxième expérience
afin de discuter plus la restitution de l’ensemble des transitions de la couche K
de l’aluminium mesurée. Nous utilisons donc les simulations calder avec un
pré-plasma de 0, 44 µm pour modéliser le chauffage de la cible et permettant de
restituer le spectre mesuré, comme nous venons de le voir dans la section 9.3.3.
10.1.1 Méthode : SPECT3D avec trois éléments
Nous avons vu (fig. 9.18) qu’en réduisant le problème à une seule cellule
évoluant en temps, on obtient un spectre proche du résultat expérimental de
1650 à 2100 eV . Dans cette section, nous utilisons les moyennes pondérées défi-
nies dans le chapitre précédent afin de définir un profil plasma 1D le long de
l’axe laser. La température est donc moyennée selon la dimension transverse en
plusieurs points le long de l’axe longitudinal, pour discuter de l’influence du
gradient longitudinal de température.
Le gradient de température du dernier pas de temps de la simulation calder
est ensuite repris (courbes rouges figure 10.1) pour initialiser une simulation HR
multi 1d dont l’évolution (Te, Ti et ρ) est présentée figure 10.1. On conserve donc
ici les trois éléments C/Al/CH ainsi que le gradient de température électronique
et ionique. L’évolution de ces deux simulations juxtaposées (calder et multi)
est ensuite fournie à spect3d pour calculer le spectre d’émission total résolu en
temps.
La prise en compte de l’angle de vue du diagnostic (45°) conduit à une épais-
seur initiale de toute la cible de 9, 2 µm. Le maillage choisi pour spect3d est
affiné dans l’épaisseur d’aluminium et pour les premiers instants lorsque l’évolu-
tion est la plus rapide.
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Nous avons vu que le chauffage rapide induit un fort gradient de tempéra-
ture longitudinal dans l’épaisseur d’aluminium : 30 eV sur 0, 5 µm entre les faces
avant et arrière de la couche d’aluminium, une fois la moyenne radiale effec-
tuée dans le cas présent (préplasma de 0, 44 µm et à t = 624 fs). En regardant
l’évolution de la température dans l’épaisseur d’aluminium, on observe une dé-
gradation rapide de ce gradient. La relaxation électron-ion et le refroidissement
radiatif sont les deux processus majoritairement responsables du refroidissement
plus rapide des zones chaudes par rapport aux zones froides. Vers 4 ps l’épais-
seur d’aluminium est beaucoup plus homogène en température mais cela ne dure
pas car la détente est plus rapide du coté carbone.
(a) Température électronique Te (b) Température ionique Ti
(c) Densité massique ρ (d) Évolution de Te en fonction du temps et de
l’espace. Le maillage correspond aux cellules
définies pour spect3d.
Figure 10.1 – Évolution hydrodynamique du plasma 1D fournie à spect3d : la courbe
rouge correspond à l’initialisation calder.
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10.1.2 Prise en compte d’une description 1D sur le spectre
La prise en compte des trois éléments et du gradient longitudinal dans le cal-
cul de spect3d permet de discuter de deux questions : i) le rôle du carbone et
du plastique, ii) l’influence du gradient de température.
Tour d’abord, on vérifie que le rayonnement du carbone et du plastique est bien
négligeable dans la gamme spectrale mesurée (fig. 10.2 courbe verte). Il est néan-
moins responsable d’un rayonnement continu (bremsstrahlung) qui contribue à
augmenter la valeur du continuum aux basses énergies.
Figure 10.2 – (Cible RMT à 2ω) Calculs spect3d prenant en compte le gradient longitu-
dinal et l’évolution temporelle simulée par calder et multi. Les spectres
sont normalisés à la Heβ.
On vérifie également sur la figure 10.2 que le gradient de température initial
simulé par calder est compatible avec nos mesures expérimentales. De plus,
en comparant les résultats de la modélisation 0D du chapitre précédent à la mo-
délisation 1D, on conclut que les mesures ne permettent pas de contraindre la
présence ou non de ce gradient.
Une autre observation est que jusqu’à présent aucune de nos modélisations n’a
permis de comprendre d’où pouvait venir la forte intensité de la gamme 1500−
1650 eV c’est-à-dire la raie Heα et ses satellites lithiumoïdes et béryliumoïdes.
10.1.3 Une hypothèse pour expliquer l’intensité de la Heα
Une hypothèse pour expliquer la mauvaise restitution de la raie Heα pourrait
être liée au modèle de réabsorption. Cette raie est très optiquement épaisse et
donc très sensible à ce modèle : une sous-estimation de la réabsorption dans
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cette gamme spectrale pourrait expliquer la mauvaise restitution. Cependant nos
résultats ne permettent pas d’affirmer une telle hypothèse.
Une seconde hypothèse est liée au gradient radial de température. La raie Heα
et ses satellites lithiumoïdes et béryliumoïdes sont émissifs dans des gammes
de température assez vastes allant de plusieurs dizaines à quelques centaines
d’électron-Volts. Une hypothèse permettant d’expliquer la sous-estimation de
notre modélisation est l’importance des zones tièdes qui ne seraient pas assez
bien décrites dans nos analyses.
La figure 10.4 illustre par exemple la possibilité d’ajuster la partie basse énergie
sans perturber les hautes énergies. Pour cela on utilise le point de vue totalement
moyenné du chapitre 7 et on réalise la somme de deux simulations à l’ETL :
1-
(
ρ = 2, 7 g.cm−3, Te = 350 eV
)
2-
(
ρ = 2, 7 g.cm−3, Te = 150 eV
)
Chaque condition est sommée et pondérée respectivement par 0, 5% et 99, 5%.
Cette répartition, arbitrairement choisie, est motivée par la distribution radiale en
température modélisée par calder. La figure 10.3 montre que la distribution en
température s’élargit en dessous de 200 eV et qu’un très long plateau sur plus de
10µm a une température de presque 100 eV , 500 fs seulement après l’interaction
.
Figure 10.3 – Température moyennée dans l’épaisseur d’aluminium en fonction du
rayon. (calcul calder 624 fs après l’interaction)
La figure 10.4 montre que la composante tiède à 150 eV n’a pas d’influence sur
la partie haute du spectre (E > 1650 eV) dont nous avons discuté la restitution
pendant les derniers chapitres. La partie basse du spectre est mieux restituée
et cela pourrait s’expliquer par la non prise en compte de l’évolution 2D des
zones tièdes dans notre analyse 1D. Cette gamme spectrale serait un marqueur
des inhomogénéités du plasma, visible même sur un spectre intégré en temps et
espace.
Il ne s’agit que d’une hypothèse qui nécessiterait, afin d’être approfondie, un
travail à au moins deux dimensions concernant l’évolution hydrodynamique qui
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ne sera pas réalisé dans ce manuscrit. Nous évoquons néanmoins de possibles
conséquences du gradient transverse dans la prochaine section.
Figure 10.4 – L’ajout d’un rayonnement d’aluminium à température faible (Te = 150 eV)
permet d’améliorer la restitution des zones basses énergie sans modifier
fortement le spectre au delà de 1600 eV . Les simulations sont réalisées avec
spect3d et avec sco-rcg à l’ETL.
10.2 dimension transverse
10.2.1 Notion de volume émissif équivalent
Les simulations réalisées avec spect3d (ch. 8 et 9) permettent le calcul de
l’intensité émise par le plasma, intégrée temporellement et en erg/eV .sr.cm2. Expé-
rimentalement grâce aux calibrations des détecteurs et des cristaux, les mesures
permettent de connaître l’intensité intégrée spatialement et temporellement en
erg/eV .sr.
Il est donc possible de déterminer une surface équivalente d’émission en mul-
tipliant nos simulations par la surface piR2 permettant de reproduire les mesures
spectrales en erg/eV .sr. Cette approche revient à considérer le plasma comme un
cylindre où les paramètres plasmas sont constants et déterminés par les condi-
tions moyennes utilisées dans la description 1D précédente. On trouve alors un
rayon R = 5, 5± 0, 2 µm. Cette surface est compatible avec les simulations cal-
der 2D comme le montre la figure 10.5.
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Figure 10.5 – Avec une surface de rayon 5, 5 µm, il est possible de retrouver la mesure
intégrée temporellement et spatialement (en erg/eV .sr).
10.2.2 Gradient à la fin de l’interaction
Dans cette section nous allons discuter le gradient de température calculé par
calder 624 fs après l’interaction. Pour ce pas de temps, la figure 10.6 illustre le
gradient de température électronique dans la cible dans le cas d’une longueur de
gradient de 0, 44 µm.
(a) Calcul calder (b) Te (r) : Utilisation d’une symétrie cylin-
drique pour définir une cartographie 2D.
(ici moyennée dans l’épaisseur d’alumi-
nium )
Figure 10.6 – (Cible RMT à 2ω, I = 4, 4.1018W.cm−2) Température électronique 624 fs
après le pic d’intensité laser.
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En supposant une symétrie de révolution autour de l’axe laser, les données
(température et densité) calder sont interpolées sous la forme d’une carte à
symétrie cylindrique. Il est alors possible avec spect3d de modéliser l’émission
X de la cible entière (géométrie cylindrique (r, z)) à un pas de temps fixé. Cela
permet de simuler une imagerie X 2D à un temps donné et de se rendre compte
du volume participant à l’émission X de la couche K.
La figure 10.7 montre différentes largeurs à mi-hauteur selon la gamme spec-
trale observée. La structure particulière de la gamme 1800− 1900 eV s’explique
par le gradient de température. Comme il s’agit d’une raie héliumoïde (Al11+)
son intensité diminue au centre de la cible lorsque le plasma est si chaud que la
population Al11+ est ionisée en Al12+.
Une imagerie résolue spectralement et avec une bonne résolution spatiale (∼ µm)
permettrait de se rendre compte de la zone du plasma correspondant à l’émission
mesurée. Les simulations indiquent dans notre cas pour l’émission de couche K
un rayon à mi-hauteur de ∼ 3µm, 624 fs après le pic d’intensité laser ce qui est
proche de la largeur de la surface d’émission équivalente définie précédemment
à 5, 5 µm. L’ordre de grandeur des rayons correspondant aux surfaces d’émis-
sion est donc très inférieur à la résolution de la caméra sténopé utilisée pendant
(a) (Lyα) émission X intégrée
de 1650 à 1750 eV .
(b) (Heβ) émission X intégrée
de 1800 à 1900 eV .
(c) (couche K) émission X
intégrée de 1450 à 2100 eV .
(d) Coupes transverses en z = 0 et détermination du rayon
à mi-hauteur R 1
2
.
Figure 10.7 – Émission X (à t = 624 fs) reçue par un détecteur normal à la cible, intégré
selon différentes gammes spectrales (a. b. c.) et coupe sur l’axe z = 0 (d.)
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notre deuxième expérience, ce qui est cohérent avec les résultats obtenus (p. 107).
L’écart de 2, 5 µm pourrait s’expliquer par l’évolution hydrodynamique ultérieure
du plasma.
La non-homogénéité de la surface d’émission est une conséquence de la pré-
sence d’un gradient transverse de température. Dans notre cas, plusieurs zones
participent différemment au spectre mesuré. La figure 10.8a montre quatre spectres
de couche K en fonction du rayon. On observe un changement significatif de
l’émission :
1- L’évolution des rapports de raies indique un changement rapide de la distri-
bution ionique en fonction du rayon.
2- La diminution rapide de l’intensité (fig. 10.8b) montre que le plasma pour r &
4µm ne participe qu’à moins de 10% de l’émission intégrée spatialement.
(a) Différents spectres d’émission en fonction
du rayon.
(b) Intensité totale en fonction du rayon (en haut)
et intensité encerclée dans le cercle de rayon
r, en fonction de r.
Figure 10.8
Une mesure résolue spatialement permettrait donc de caractériser le gradient
transverse car chaque spectre à une position r est caractéristique des conditions
plasma à cette position. Cependant la résolution requise pour un tel spectromètre,
dans notre cas proche du micromètre, complique fortement la réalisation d’un tel
diagnostic.
À un pas de temps donné (t = 624 fs), le gradient de température est respon-
sable d’une émission X très variable autour de l’axe laser et de volumes émissifs
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différents selon les gammes spectrales. On souhaite maintenant discuter des ten-
dances de l’évolution temporelle du gradient transverse en température.
10.2.3 Évolution du gradient transverse
Nous présentons sur la figure 10.9, une simulation multi correspondant à
l’évolution de la température uniquement sur l’axe transverse dans l’épaisseur
d’aluminium. On effectue une coupe, selon le rectangle rouge (figure 10.9a) pour
obtenir le profil radial en température à la fin de l’interaction. On initialise une si-
mulation multi avec ce profil afin de prolonger l’évolution. C’est une approche
grossière car seule la dimension transverse est prise en compte. Elle permet
néanmoins de mettre en évidence, sur les temps correspondants à l’émission de
couche K, une diffusion liée au flux radiatif qui permet d’étendre radialement la
zone initialement chauffée (fig. 10.9c). La conduction thermique s’exerce sur des
temps plus longs et ne permet pas d’étendre les zones chaudes.
(a) (calder)Te à t =
624 fs
(b) Sans flux radiatif (c) Avec flux radiatif
Figure 10.9 – Évolution temporelle du profil transverse de la température moyennée
dans le rectangle rouge (fig. a.).
D’après les simulations sur l’axe longitudinal (p. 160) et ici sur l’axe transverse,
on montre que les processus radiatifs tendent à homogénéiser les gradients de
température pour les très hautes températures au niveau de l’axe laser (y = 0). Le
refroidissement selon la dimension transverse n’étant pas négligeable, les effets
2D et 3D ne sont a priori pas négligeables.
conclusion
Ce chapitre met en avant plusieurs problématiques liées aux gradients spa-
tiaux.
• Les simulations PIC montrent que de très forts gradients de température
sont produits lors du chauffage isochore (surtout radialement). La gamme
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spectrale sur laquelle s’appuie notre analyse des conditions plasmas (la
partie 1800 − 2100 eV avec les raies optiquement minces Heβ et Lyβ et la
durée d’émission) est peu sensible à la présence ou non de ces gradients
spatiaux.
• Dans la dimension transverse, un fort gradient de température conduit à
plusieurs effets, éventuellement mesurables expérimentalement.
– Avec un spectromètre résolu spatialement, il serait possible de mesurer
des spectres d’émissions très variables selon la position radiale.
– Avec une imagerie X résolue en temps, la mesure de l’émission X de
différentes gammes spectrales pourrait peut être conduire à la caractéri-
sation des gradients.
• Les diamètre des surface d’émission caractéristiques dans la discussion réa-
lisée ici sont de l’ordre de 3 à 5, 5 µm à mi-hauteur.
• Les simulations hydro-radiatives montrent que, pour l’aluminium, les ef-
fets radiatifs aussi bien longitudinalement que transversalement mènent à
une réduction significative des gradients sur l’échelle de temps de la pico-
seconde. Une limitation dans la modélisation du chauffage utilisée ici est
justement la non-prise en compte du refroidissement radiatif dans calder
pendant la phase de chauffage.
• Enfin, l’aspect radiatif semble conduire à une extension des zones tièdes aux
alentours de 100− 200 eV . Ces zones participent peu à la gamme spectrale
1800− 2100 eV mais une mauvaise prise en compte de leur évolution dans
notre description 1D pourrait conduire à sous estimer l’intensité des raies
héliumoïdes, lithiumoïdes et béryliumoïdes. La faible sensibilité du reste
du spectre au gradient de température serait donc liée à la faible influence
des zones froides (< 200 eV) sur le spectre de couche K mesuré.
C O N C L U S I O N E T P E R S P E C T I V E S
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C O N C L U S I O N
Afin d’approfondir la compréhension du transport de rayonnement dans le
domaine de la fusion par confinement inertiel et en physique des intérieurs stel-
laires, les expérimentateurs cherchent à accéder à des états de la matière extrême-
ment chauds et denses. Dans ce contexte, l’interaction à ultra-haute intensité a
ouvert l’accès à l’étude de plasmas à la fois denses et chauds. Cependant, ce type
d’interaction est encore peu utilisé dans le cadre de mesures d’opacité car la carac-
térisation de tels plasmas est encore complexe. Dans ce travail, nous avons voulu
discuter des différents aspects de cette caractérisation afin d’améliorer notre com-
préhension des phénomènes physiques mis en jeu et de leur influence sur l’inter-
prétation du spectre d’émission de couche K.
Depuis de nombreuses années, un ensemble de processus physiques liés à
l’interaction à ultra-haute intensité a été découvert, expliquant la génération, le
transport et le dépôt d’énergie d’une population électronique supra-thermique
permettant de chauffer une cible solide en profondeur (ch. 2). Ces processus d’in-
teraction dépendent fortement de l’intensité laser, de la polarisation, de l’angle
d’incidence et de la longueur de gradient en densité en face avant de la cible.
Ces mécanismes de chauffage sont couramment divisés en deux catégories :
(i) les mécanismes collisionnels où chaque électron supra-thermique dépose par
collision son énergie et (ii) les mécanismes collectifs où le courant d’électrons
supra-thermiques induit une réponse du plasma sous la forme d’un courant de
retour et d’un chauffage résistif. Ces deux mécanismes ont des temps caractéris-
tiques différents. Le chauffage résistif se met en place en quelques femtosecondes,
principalement sur l’axe laser. Il explique le chauffage isochore de la cible mais
s’atténue rapidement à cause de la baisse de la résistivité en fonction de la tem-
pérature et à cause d’instabilités des courants d’électrons. Le chauffage par colli-
sions, quant à lui, s’effectue sur plusieurs picosecondes et permet un dépôt sur
un volume plus grand dû à la divergence et à la recirculation des électrons dans
la cible. Le transfert d’énergie sur les temps courts devant l’évolution hydrody-
namique concerne dans un premier temps uniquement les électrons : le plasma
est ainsi chauffé de manière isochore à de fortes températures électroniques, la
température ionique augmentant plus lentement par collisions électron-ion.
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L’évolution ultérieure du plasma fait intervenir des mécanismes d’hydrodyna-
mique radiative. Le refroidissement par rayonnement, la relaxation électron-ion,
la détente de la cible et la conduction thermique sont les quatre mécanismes qui
conduisent au refroidissement et identifiés dans ce travail (ch. 3).
Que ce soit pendant la phase de chauffage isochore ou pendant le refroidis-
sement hydrodynamique et radiatif de la cible, le plasma va produire un rayon-
nement. L’analyse de ce rayonnement apporte une information sur les condi-
tions thermodynamiques du plasma émetteur (ch. 4). Dans nos expériences, nous
avons mesuré et analysé le rayonnement X de couche K de l’aluminium, en parti-
culier dans la gamme 1800− 2100 eV qui est optiquement mince dans nos condi-
tions.
La diversité des phénomènes physiques mis en jeu nous a conduits à utili-
ser différents codes. calder permet en géométrie 2D eulérienne de modéliser
l’interaction UHI sur cible solide à l’aide d’un formalisme particulaire. Le coût
du calcul limite son utilisation aux temps courts et l’absence des effets liés au
rayonnement ne le rend pas adapté à la modélisation du refroidissement. multi
est un code d’hydrodynamique-radiative, il est adapté au calcul de la détente et
du refroidissement radiatif sur des temps longs. Enfin spect3d permet le cal-
cul résolu en temps des populations atomiques et de l’émission X du plasma en
post-processant une évolution hydrodynamique.
Deux expériences, présentées dans ce manuscrit, ont montré la possibilité de
produire, sur une installation à ultra-haute intensité
(
5.1018W.cm−2
)
et avec une
énergie modérée (∼ 1, 5 J), un plasma d’aluminium proche de la densité solide(
∼ 2 g.cm−3
)
et dont la température dans un volume proche de l’axe laser varie
temporellement de 500 à 200 eV en ∼ 20 ps.
Au cours de ces expériences, trois diagnostics principaux ont été mis en place :
la mesure du gradient de densité en face avant de la cible (ombroscopie), la
mesure intégrée en temps et en espace d’un spectre de couche K d’aluminium
(spectromètre Von-Hamos) et la mesure résolue en temps d’une des raies d’émis-
sion choisie judicieusement (spectromètre tronconique et CBF). L’analyse simulta-
née des résultats des trois diagnostics, apportant chacun une contribution essen-
tielle, a permis de soulever le caractère complexe de l’interprétation d’un spectre
d’émission utilisée habituellement pour estimer la densité et la température du
plasma. Ce travail apporte un éclairage complémentaire aux travaux sur la ca-
ractérisation des plasmas denses et chauds créés par interaction à ultra-haute
intensité.
Numériquement, il est nécessaire de modéliser l’ensemble de la dynamique
du plasma pour comprendre les conditions obtenues lors de la restitution du
spectre d’émission de couche K mesurée. La description la plus complète (ch. 9
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et 10) montre un chauffage résistif important sur plusieurs centaines de femtose-
condes pendant l’interaction. Ce chauffage produit un très fort gradient de tempé-
rature radialement et longitudinalement dans la cible qui s’atténue par relaxation
électron-ion et par refroidissement radiatif, deux mécanismes de refroidissement
plus efficaces dans les zones de température élevée. Dans nos conditions expéri-
mentales, les conditions maximales dans l’épaisseur d’aluminium, atteintes sur
l’axe laser 500 fs après l’interaction, sont :
ρ = 2.7 g.cm−3
Temax 2D ∼= 650 eV
gradients spatiaux =
∼ 100 eV/µm radialement
∼ 180 eV/µm longitudinalement
Expérimentalement, la mesure est issue d’une intégration spatiale. Cette in-
tégration dépend de l’élément choisi et de la gamme spectrale observée. En
effet, le choix de la gamme spectrale mesurée focalise l’interprétation sur des
ions émetteurs bien spécifiques. Dans notre cas, les raies héliumoïdes et hydro-
génoïdes sont mesurées et c’est l’ensemble des zones supérieures à 200 eV qui
participent significativement à la mesure. On caractérise donc essentiellement la
partie chaude au centre de la cible, en prenant en compte le fait que les zones
chaudes participent fortement au signal par rapport aux zones moins chaudes.
Afin de restituer à la fois la mesure du spectre d’émission de couche K et celle de
la durée d’émission de la raie Heβ, nous avons caractérisé le plasma par sa tem-
pérature électronique maximale moyennée en espace et son évolution temporelle
(ch. 8 et 9) :
〈ρ (t = 500 fs)〉xy = 2.7 g.cm−3
〈Temoy (t = 500 fs)〉xy ∼= 500 eV
gradient temporel = 15− 20 eV/ps
À ces températures de l’ordre de 500 eV , l’émission dure un peu plus de 10 ps
et la modélisation numérique est en accord avec la mesure expérimentale. En-
fin, si l’on souhaite interpréter le spectre intégré en temps et en espace par une
unique température, cette température diagnostiquée est compatible avec la no-
tion de moyenne présentée dans la thèse (ch. 7 et 8). Les conditions moyennes
diagnostiquées uniquement à partir du spectre intégré en temps sont alors des
conditions moyennes dépendant de la gamme spectrale observée et pouvant mas-
quer la complexité des phénomènes physiques mis en jeu dans la dynamique du
plasma :
〈ρmoy〉xyt = 2, 1− 2, 7 g.cm−3
〈Tmoy〉xyt ∼= 370± 30 eV
174 conclusion
Dans le cas de l’aluminium et dans nos conditions expérimentales, le temps
d’intégration est suffisamment long pour masquer, sur nos mesures intégrées
temporellement, les effets éventuellement présents pendant les premières picose-
condes :
• Conséquences de Ti  Te pendant la relaxation électron-ion (< 3ps) et son
impact sur les profils spectraux.
• Physique atomique instationnaire pendant le chauffage et le début de la
détente (< 3ps) et son impact sur le calcul des populations atomiques.
• Équilibre hors-ETL des populations au maximum de Te.
Une mesure seule d’un spectre de couche K intégrée temporellement est donc
insuffisante si elle n’est pas couplée avec des mesures résolues temporellement
et spatialement. Réduire le problème à un unique couple température et densité
nécessite en pratique la modélisation de l’ensemble de la dynamique pour valider
ce choix.
perspectives
Les différents formalismes physiques utilisés montrent les différents aspects
qu’il est possible d’explorer par ce schéma expérimental.
Le chauffage isochore permet d’atteindre de très hautes températures en conser-
vant la densité solide. Approfondir l’étude du chauffage isochore permettrait de
mieux maîtriser les conditions thermodynamiques que l’on souhaite produire
pour de futures expériences. Le temps caractéristique de ce phénomène est in-
férieur à la picoseconde. Nous avons montré que le diagnostic d’ombroscopie a
permis de mettre en évidence un gradient de densité face avant de la cible qui
s’est avéré être un paramètre crucial de notre étude. Cependant, ce diagnostic n’a
pas la précision nécessaire pour contraindre directement la phase de chauffage.
Pour mieux décrire cette phase de chauffage, il faut donc impérativement mieux
caractériser le laser et la longueur de gradient en densité en face avant. Une
caractérisation par interférométrie peut être pertinente mais la faible longueur
de gradient à observer ne rend pas aisée sa mise en place. Le diagnostic fdi 1
pourrait également permettre une progression sur cette problématique. Après
l’interaction, le dépôt d’énergie est régi par la population supra-thermique au
cœur de la cible : cette population est très difficile à diagnostiquer, notamment
à cause des phénomènes de recirculation présents dans des cibles de faibles di-
mensions.
D’un point de vue hydrodynamique, la relaxation électron-ion et le refroidis-
sement radiatif sont les processus ayant potentiellement une conséquence signi-
ficative sur la durée d’émission. Au contraire, la détente puis la conduction de
1. Frequency Domain Interferometry
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chaleur s’effectuent sur des temps plus longs que la durée d’émission mesurée.
Des mesures de spectres résolus en temps seraient donc idéales pour approfon-
dir ces questions. La mesure de plusieurs raies résolues en temps est idéale mais
a minima nous avons vu que la durée d’émission intégrée spectralement permet
déjà d’apporter une information essentielle à la modélisation du plasma. Comme
des mesures résolues en temps doivent systématiquement être mises en place,
des développements en termes de diagnostics doivent continuer. En particulier,
l’utilisation de caméra à balayage de fente sub-picoseconde est essentielle pour
ces schémas expérimentaux. Avec une autre approche, l’utilisation de sources X
picosecondes ou sub-picosecondes permettraient également de mettre en place
une spectroscopie (d’absorption) résolue temporellement.
Enfin, le chauffage isochore par interaction UHI semble prometteur pour l’étude
des propriétés radiatives de la matière et des processus microscopiques de phy-
sique des plasmas denses, dans des conditions de densité et température jusqu’à
présent inaccessibles. Aux temps courts, les conditions sont favorables à l’étude
de plasma à densité solide, HETL et à la physique atomique éventuellement ins-
tationnaire. D’un autre point de vue, l’étude de plasma à l’ETL est également
envisageable en maintenant des températures plus faibles, en attendant l’équi-
libre stationnaire du plasma ou/et en comprimant l’échantillon au moyen d’un
choc laser par exemple.
Des améliorations pour la caractérisation spatiale de l’émission X restent néan-
moins à mettre en place. Par exemple l’utilisation d’imageurs X résolus spectrale-
ment (lzf 2, Snigirev & Snigireva, 2008) ou de spectromètres résolus spatialement
permettraient de caractériser le gradient de température transverse. Cependant,
il serait idéal de se défaire de leur présence afin de faciliter l’utilisation de ce
schéma expérimental car même avec une mesure résolue temporellement, c’est
ce gradient transverse qui implique une interprétation différente de la tempéra-
ture moyenne du plasma selon la gamme spectrale observée (Annexe C). Pour
cela réduire la taille de l’échantillon, tout en augmentant la dimension de la tache
focale est pour le moment le choix le plus judicieux.
Le travail présenté dans cette thèse est consacré à la caractérisation d’un plasma
d’aluminium à partir de l’étude du spectre de couche K et plus particulièrement
des raies Heβ et Lyβ. Dans le contexte plus général de l’étude des propriétés
radiatives des plasmas denses, il serait intéressant d’obtenir des mesures concer-
nant des éléments plus complexes. Dans cette optique, il est alors très intéressant
d’élargir la conclusion de ce travail à un élément de Z intermédiaire et beaucoup
plus dense, par exemple le fer (Z = 26, ρ = 7, 9 g.cm−3).
2. Lentilles à Zones de Fresnel - A. Do, P. Troussel (article en cours)
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Le fer et ses problématiques
Cette dernière section a pour objectif de mettre en perspective le travail pré-
senté dans ce manuscrit en évoquant une question essentielle pour l’avenir de la
démarche : en quoi notre analyse dépend-elle de l’élément choisi ?
Étant donnée l’utilisation de cibles enterrées, l’interaction et la génération de
la population supra-thermique ne dépend pas du matériau d’intérêt mais seule-
ment des conditions laser, de la composition et du gradient de densité en face
avant de la cible. En revanche le dépôt d’énergie par collisions et courant de
retour dépend du matériau d’intérêt par l’intermédiaire du pouvoir d’arrêt. Il
faut noter que le chauffage résistif dépend essentiellement de la conductivité du
matériau d’intérêt, on peut alors s’attendre à ce que la puissance apportée soit
similaire pour des matériaux au comportement métallique proche. Les tempéra-
tures accessibles devraient être du même ordre de grandeur.
Cependant, un élément au numéro atomique et à la densité plus élevée aura
des mécanismes de refroidissement plus rapides :
• Avec un numéro de charge plus élevée, on s’attend à des pertes radiatives
plus importantes dès le processus de chauffage puis pendant la détente. Ces
pertes radiatives n’étant pas prises en compte dans les simulations calder,
la modélisation du chauffage peut devenir très approximative.
• Par ailleurs, la densité plus élevée rend le confinement dans la cible tri-
couches moins efficace, l’élément perdra rapidement en densité en se dé-
tendant dans le plastique dès les premiers instants. Il peut être utile de
considérer d’autres éléments tampons pour maintenir une densité plus éle-
vée, par exemple le diamant
(
ρ ∼ 3 g.cm−3
)
.
Ce refroidissement rapide aura pour conséquence une durée d’émission plus
courte. La mesure sera donc plus fortement marquée par les premiers instants.
Quelles pourraient être les conséquences sur le spectre d’émission mesuré ?
Notre analyse montre que les premiers instants sont caractérisés par un plasma
hors-équilibre :
• Aux premiers instants, il faut se poser la question des effets liés à la re-
laxation électron-ion notamment le fait que la population ionique peut être
fortement corrélée lorsque Ti  Te.
• Il est possible que le spectre mesuré, même intégré en temps, soit très
sensible aux effets HETL des premières picosecondes, en particulier l’ins-
tationnarité des processus atomiques. Une évolution temporelle prenant en
compte la dynamique d’ionisation est alors nécessaire. C’est en particulier
le cas si la phase de chauffage n’est pas négligeable devant la durée d’émis-
sion.
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• La sensibilité de la mesure aux gradients spatiaux change selon l’élément
et la gamme spectrale observée. Il faut donc se reposer la question dans le
cas de la couche L du fer du rôle des gradients spatiaux dans la mesure.
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Le mot de la fin
L’interaction à ultra-haute intensité sur cible solide tri-couches est un schéma
expérimental prometteur. En effet, les densités et températures maximales attei-
gnables ouvrent un domaine difficile d’accès et dont les mesures sont particuliè-
rement adaptées pour contraindre les modèles liés à la fci et à la modélisation
d’étoiles.
Pour la première fois, une interprétation cohérente de l’ensemble des données
a permis de réaliser une modélisation complète, de la phase de chauffage (inter-
action UHI) jusqu’à l’émission X de couche K. Ce travail montre la richesse des
phénomènes physiques des hautes densités d’énergie qu’il est possible d’explorer
à l’aide de ces campagnes d’interaction à ultra-haute intensité.
Quatrième partie
A P P E N D I C E

A
C H A U F FA G E C O L L I S I O N N E L PA R É L E C T R O N S C H A U D S –
M O D È L E 0D
Ce modèle consiste en la résolution des équations couplées de la chaleur des
trois populations présentes : les électrons supra-thermiques (’chauds’), les élec-
trons thermiques (’froid’) et les ions. Les indices h feront référence à la popula-
tion d’électrons chauds et l’indice c à la population thermique.
les électrons chauds
La distribution en énergie des électrons chauds est choisie de forme expo-
nentielle (∝ exp (−E/ T h )) où T h est défini par la loi de Beg. On choisit de
décomposer cette distribution en N groupes d’énergie E i , pondérés par p i =
e xp (−E i/Th ) /
∑N
i= 1 e xp (−E i/Th ) et régit par :
dE i
d t
=
L c ( t )
L h ( t )
Π (E i , n c , Z
∗ ) v i +
dE i
d t
∣∣∣∣
ad
(A.1)
• Π est le pouvoir d’arrêt collisionnel de la cible partiellement ionisée (n c est
la densité des électrons thermiques, Z ∗est le degré d’ionisation)
• Les N groupes se partagent l’intervalle [Emin = 1 0 k eV − Emax = 1 0 T h ] .
• v i = cβ (E i ) est la vitesse du groupe i .
Détente
Les cibles considérées présentent des dimensions longitudinales (L 0 ≈ 3µm)
inférieures à celles transverses (≈ 1 0 0µm). Leur détente se produit préférentiel-
lement dans la direction longitudinale.
• On caractérise l’expansion induite par les électrons chauds par leur exten-
sion spatiale Lh ( t ) définie par Lh ( t ) .nh ( t ) = nh0 L 0 où nh0 = nh ( 0 )
et L 0 = Lh ( 0 ) = L c ( 0 ) .
• Le facteur Lc ( t )
Lh ( t )
dans l’équation A.1 traduit la réduction de la puissance
fournie au fur et à mesure que les électrons chauds se détendent sur des
distances bien plus grandes que l’épaisseur L c ( t ) de la cible massive.
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• L’expansion des électrons supposée adiabatique entraîne leur refroidisse-
ment en conservant le produit P V γ . La détente 1D considérée implique
γ = 3 et V = L :
dE i
d t
∣∣∣∣
ad
= − 2
E i
Lh
dL h
d t
(A.2)
Il reste à définir la loi d’évolution de Lh(t) :
• La densité d’électrons chauds dans la cible ne se met à varier sensiblement
qu’à partir du moment où les ondes de raréfaction, issues des bords du
système, ont atteint le centre. En notant ∆xrh(t) la distance parcourue par
l’onde de raréfaction cette condition s’écrit :
∆xrh(t) =
∫ t
0
csh(t
′)dt ′ =
L0
2
ou` csh(t) =
√
Z∗(t)<Eh>
mi
et < Eh >=
∑
i piEi(t)
• On a donc :
Lh(t) = L0 tant que∆xrh(t) 6 L02
d2L2h
dt2
= 2c2sh(t) si∆xrh(t) >
L0
2
(A.3)
les électrons froids et les ions
Équations de la chaleur
Les électrons chauds cèdent via leurs collisions de l’énergie aux électrons froids
qui la retransmettent aux ions, l’évolution s’écrit :
Ce(Tc)
dTc
dt
= nh
N∑
i=1
piΠ(Ei)vi −Cei(Tc − Ti) +Ce
dTc
dt
∣∣∣∣
ad
−Qr (A.4)
Ci(Ti)
dTi
dt
= Cei(Tc − Ti) +Ci
dTi
dt
∣∣∣∣
ad
(A.5)
• Tcet Ti étant les températures électronique et ionique
• Ceet Ci les capacités calorifiques électroniques et ioniques
• Cei le facteur de couplage électron ion
• Qr la puissance volumique perdue par rayonnement
Pour définir la densité d’électrons chauds nh, on suppose une répartition homo-
gène dans un certain volume. Soit ηL→e− le taux de conversion de l’énergie laser
en énergie cinétique et D0 la dimension transverse du faisceau d’électrons, on a
la densité moyenne initiale des électrons chauds selon :
nh =
ηL→e−EL
kBThLhD
2
0
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Voyons maintenant les différents modèles utilisés.
La détente
Le refroidissement par détente des électrons froids et des ions répond au même
modèle adiabatique que celui des électrons rapides :
dTc,i
dt
∣∣∣
ad
= −2Tc,iLc
dLc
dt
Lc(t) = L0 tant que∆xrc(t) 6 L02
d2Lc
dt2
= 2c2sc(t) si∆xrc(t) >
L0
2
(A.6)
avec csc(t) =
√
Z∗Tc
mi et ∆xrc(t) =
∫t
0 csc(t
′)dt ′ et l’hypothèse Li = Lc.
Capacité calorifique des électrons
On utilise la forme de Fisher et al., 2002
Ce =
1√
C−2e,d +C
−2
e,p
(A.7)
où Ce,d est la capacité calorifique d’un plasma dégénéré
Ce,d =
1
2
pi2nckB
Tc
TF
et Ce,p est la capacité calorifique d’un plasma Maxwellien
Ce,p =
3
2
nckB
Le degré d’ionisation nécessaire pour la densité électronique nc = Z∗ni est
calculé à partir du modèle de Thomas-Fermi et de l’ajustement numérique donné
par More.
Capacité calorifique des ions
On utilise l’expression de Fisher et al., 2002
Ci =

3nikB si Ti 6 TM
3
2nikB
[
1+ 23
(
TM
Ti
)1/3]
si Ti > TM
(A.8)
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où TM est la température de fusion.
Facteur de couplage
Pour plus de simplicité, on choisit un facteur de couplage constant d’après le
temps d’équilibre donné dans le modèle de Lee-More (page 43) :
Cei = 2.1023 erg.s−1.cm−3.eV−1 .
Perte radiative
On ne s’attend à une influence qu’à très haute température. La formule géné-
rale donnée par (Atzeni, 1999) est utilisé :
Qr =
QBQBB
QB +QBB
où
QB =
Z∗2ncni
√
Te[eV]
(7,69.1018m−3)
2 et QBB = σT
4
c/Lc
B
V E R S L’ É Q U I L I B R E T H E R M O D Y N A M I Q U E À H A U T E
D E N S I T É
Dans cette annexe, deux modèles simples permettant d’appréhender l’équi-
libre des populations et des niveaux d’énergie à haute densité sont présentés.
On montre que les hautes densités permettent d’atteindre l’équilibre thermody-
namique. Le point clef à retenir est la prédominance des processus collisionnels
conservatifs sur les processus radiatifs dissipatifs.
L’ensemble des processus atomiques contribue à la répartition des différents
états de charge et d’excitation. Cette description conduit à résoudre le système
exprimant la variation du nombre d’atomes Ni,m pour chaque état (i,m) par la
compétition entre les processus créatifs de taux W+ et des processus destructifs
de taux W−.
dNi,m
dt
=
∑
i ′,m ′
W+
(
i ′,m ′ 7→ i,m)−∑
i ′,m ′
W−
(
i,m 7→ i ′,m ′)
équilibre des populations ioniques
Considérons l’équation des taux afin de trouver une condition en densité pour
que la distribution des ions atteignent l’équilibre thermodynamique. Le tableau
B.1 énumère les différents processus élémentaires atomiques à prendre en compte.
Pour simplifier, nous ne considérons que les états non-excités 1 de chaque popu-
lation ionique noté nq où q désigne la charge de l’ion. Il reste donc les processus
suivants : l’ionisation collisionnelle I(c), la recombinaison à trois corps R(3), la
recombinaison radiative R(r). L’équation des taux permet d’écrire :
dNi
dt
= −Ni
(
n2eR
(3)
i,i−1 +neR
(r)
i,i−1 +neI
(c)
i,i+1
)
+Ni+1
(
n2eR
(3)
i+1,i +neR
(r)
i+1,i
)
+Ni−1
(
neI
(c)
i−1,i
)
1. On considère les états excités à l’équilibre entre eux.
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taux Direct Inverse taux
neniCi,i∗ excitation collisionnelle Xi+ e
 X∗i + e désexcitation neni∗Ci∗,i
neniI
(c)
i,i+1
ionisation collisionnelle Xi+ e
 Xi+1+ 2e recombinaison à trois corps n2eni+1R
(3)
i+1,i
n
ph
niI
(ph)
i,i+1
photo-ionisation Xi+  hω
 Xi+1+ e recombinaison radiative neni+1R
(r)
i+1,i
ni∗∗Ai∗∗,i auto-ionisation X∗∗i 
 Xi+1+ e capture di-électronique neni+1R
(d)
i+1,i
ni∗Ai∗,i émission radiative X∗i 
 Xi+  hω photo-absorption nphniBi,i∗
Table B.1 – Processus élémentaires et processus inverses dans les plasmas chauds pour
un ion X de charge i et d’état d’excitation ∗. Les taux de réaction sont en(
cm−3.s−1
)
et fonction des densités des populations réactives.
Nous cherchons dans quelle condition l’état stationnaire décrit une population
à l’équilibre de Saha-Boltzmann. On a à l’état stationnaire :
dNi
dt
= 0
et la somme de l’état de charge 0 à l’état de charge z s’écrit :
z∑
i=0
dNi
dt
= 0 = −nzneI
(c)
z,z+1 +nz+1ne
(
neR
(3)
z+1,z + R
(r)
z+1,z
)
On trouve alors :
nzneI
(c)
z,z+1 = nz+1n
2
eR
(3)
z+1,z
(
1+
R
(r)
z+1,z
neR
(3)
z+1,z
)
(B.1)
L’équilibre thermodynamique caractérise l’équilibre des processus atomiques.
La micro-réversibilité du processus d’ionisation collisionnelle s’écrit :
nzneI
(c)
z,z+1 = nz+1n
2
eR
(3)
z+1,z
Cette micro-réversibilité est obtenue à très haute densité lorsque :
ne  R
(r)
R(3)
(B.2)
Lorsque cette condition est réalisée, les processus d’ionisation collisionnelle et
de recombinaison à trois corps sont dominants et à l’équilibre microscopique.
Cela est équivalent à l’obtention de la distribution de Boltzmann.
Ce modèle simple met en évidence la tendance à rejoindre l’équilibre aux
hautes densités. Il faut comprendre l’équation B.2 comme le fait que les pro-
cessus collisionnels conservatifs en énergie sont nettement dominants devant les
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Figure B.1 – Schéma du modèle à 2 niveaux
processus radiatifs dissipatifs. C’est à partir de cette condition et de l’estimation
des coefficients R(r) et R(3) que les ordres de grandeurs nécessaire sur ne afin
d’atteindre la distribution de Saha-Boltzmann sont donnés au chapitre 4. p69 :
(Salzmann, 1988)
ne  1.1013cm−3
(
T
1 eV
)3(
Ei
T
)5/2
où Ei est l’énergie d’ionisation de l’ion de charge i.
Cette condition n’est cependant pas suffisante pour atteindre l’ETL, il faut éga-
lement que les électrons peuplent les niveaux d’énergie selon la distribution de
Boltzmann.
peuplement des niveaux d’énergies
Considérons maintenant le modèle le plus simple pour décrire un ion : l’atome
à deux niveaux d’énergie (figure B.1).
On considère dans cet atome les processus d’excitation collisionnelle permet-
tant la montée d’un électron dans un niveau supérieur (n1) et les processus de
désexcitation collisionnelle ainsi que l’émission radiative permettant à l’électron
de retrouver son niveau stable (n0). L’équation de taux du niveau excité s’écrit
alors :
dn1
dt
= n0neC01 −n1A10 −n1neC10
De même afin d’obtenir un équilibre des populations de Boltzmann, on cherche
une solution stationnaire où le principe de micro-réversibilité est atteint : n0neC01 =
n1neC10. On écrit alors :
n0neC01 = n1neC10
(
1+
A10
neC10
)
et la condition d’équilibre apparaît par :
ne  A10
C10
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Cette condition n’est pas équivalente à la précédente et ne fait pas intervenir
les mêmes mécanismes mais là encore, les processus collisionnels sont nettement
dominant à haute densité afin d’atteindre la distribution de Boltzmann. C’est de
cette comparaison que l’ordre de grandeur suivant est donné (Salzmann, 1988) :
ne  9.1016cm−3
(
Ei,1 − Ei,0
2Ry
)√
T
2Ry
où Ei,1 − Ei,0 est l’énergie du premier état excité par rapport l’état stable.
C
I M PA C T D U C H O I X D E L A G A M M E S P E C T R A L E M E S U R É E
Dans cette annexe, nous proposons une expérience numérique afin de mettre
en avant les conséquences du choix de la gamme spectrale mesurée.
Nous allons discuter de la mesure de la gamme [1450− 1550 eV] contenant
notamment la raie Kα et plusieurs satellites lointains de la Heα. La transition Kα
est issue d’un trou en couche interne (1s) d’un atome, elle est caractéristique des
électrons rapides produisant de telles lacunes par collisions. À froid, la transition
Kα de l’aluminium se situe à 1480 eV , mais lorsque la température augmente, la
raie se décale vers les hautes énergies à cause de l’ionisation de l’atome.
La mesure de cette gamme spectrale peut également conduire à une estima-
tion d’une température moyenne caractéristique de l’émission. Cette discussion
peut être rapprochée de différentes études antérieures, mettant en avant des tem-
pératures de l’ordre de la centaine d’électron-Volts pour des gammes spectrales
observées allant de la Kα à la Heα. (Perez et al., 2010 ; Audebert et al., 2002 ;
Nishimura et al., 2011)
(a) Calcul calder (b) Te (r) moyennée dans l’épaisseur d’alumi-
nium : Utilisation d’une symétrie cylin-
drique pour définir une cartographie 2D.
Figure C.1 – Température électronique 624 fs après le pic d’intensité laser.
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Nous allons discuter dans cette section du choix de la gamme spectrale obser-
vée entre un rayonnement de couche K (gamme 1550− 2100 eV) et un rayonne-
ment type Kα (gamme 1450− 1550 eV) et de ses conséquences sur l’interprétation
des données.
La figure C.1 présente, le gradient de température 2D calculé par calder à la
fin de l’interaction (t = +624 fs), on considère une fraction d’électrons chauds de
1%, uniforme dans l’ensemble de la cible et une densité uniforme de 2, 7 g.cm−3
dans l’épaisseur d’aluminium. À ce pas de temps choisi, nous allons montrer
que selon la gamme spectrale observée la température moyenne caractéristique
de l’émission est différente. C’est le gradient de température qui est responsable
de cette interprétation différente.
Nous avons proposé dans ce travail que la température diagnostiquée lors de
la restitution d’un spectre par une unique température est une moyenne sur l’évo-
lution temporelle et les gradients spatiaux. À un pas de temps fixé, nous nous
intéressons ici au gradient radial. Revenons à la définition proposée dans cette
thèse concernant la température moyenne diagnostiquée à partir d’un spectre
intégré spatialement :
〈Te〉pond. =
2pi∫
θ=0
25µm∫
y=0
1.5µm∫
x=1
Te(x, y) I (Te(x, y))ydydθdx
2pi∫
0
25∫
0
1.5∫
1
I (Te(x, y))ydydθdx
La fonction de pondération est l’intensité (de la gamme spectrale étudiée) en
fonction de la température. Elle permet d’accorder plus d’importance aux zones
du plasma favorables à une forte émission et moins d’importance aux zones
participant peu à l’émission et donc à la mesure. La figure C.2 illustre l’intensité
émise selon la température du plasma, pour les deux gammes spectrales qui nous
intéressent :
1450− 1550 eV et 1550− 2100 eV
Les deux gammes spectrales ne sont pas caractéristiques des mêmes conditions
plasma. Plus la température augmente, plus l’émission de couche K avec les raies
hydrogénoïdes et héliumoïdes est forte. En revanche, les transitions de couches
internes présentes dès les faibles températures sont moins émissives à forte tem-
pérature car les populations ioniques permettant ce type de transitons sont de
moins en moins nombreuses.
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Figure C.2 – Intensité intégrée dans la gamme 1450− 1550 eV et 1550− 2100 eV en fonc-
tion de la température.
Si nous utilisons cette fonction pour effectuer la moyenne sur la carte de tem-
pérature (fig. C.1), nous déterminons les températures moyennes diagnostiquées
(telles que définies dans cette thèse) pour chaque gamme spectrale :
〈Te〉[1450−1550 eV]pond. = 95 eV
〈Te〉[1550−2100 eV]pond. = 450 eV
La moyenne est donc très différente selon la gamme spectrale observée et la
mesure ne correspond pas tout à fait aux mêmes zones du plasma. On diagnos-
tique les zones très chaudes permettant l’émission de couche K dans un cas, et
l’ensemble de la cible dans le second.
D’une part, la zone d’émission caractéristique de la gamme spectrale choisie
peut être mesurée par une imagerie X résolue spectralement. Dans notre cas, la
pinhole nous a permis de conclure à une largeur à mi-hauteur inférieure à 30µm,
et l’interprétation réalisée dans ce manuscrit nous montre que le spectre mesuré
pourrait correspondre à une zone de largeur à mi-hauteur de ∼ 11µm (p. 10.2.1).
Deux imagerie X, modélisées numériquement, sont présentées figure C.3. On
observe dans le cas de la couche K, la zone centrale très émissive. En revanche,
pour l’imagerie dans la gamme spectrale 1450−1550 eV toute la cible peut émettre.
À titre d’exemple, les travaux réalisés dans la thèse de F. Perez, 2010 montrent une
illumination globale de la cible lors de l’imagerie des Kα du cuivre.
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(a) Intensité normalisée dans la gamme 1450−
1550 eV .
(b) Intensité normalisée dans la gamme 1550−
2100 eV .
Figure C.3 – Imagerie X normale à la cible, modélisée numériquement.
En conclusion, une différence d’interprétation de la température moyenne et
du volume chauffé par chauffage isochore pourrait venir de la gamme spectrale
observée, l’émission correspond à une zone spatiale plus ou moins étendue et
c’est donc le fort gradient de température qui serait responsable de différentes
conclusions.
La mesure de l’émission Kα porte une information moyenne correspondant à
l’ensemble de la cible alors que la mesure du spectre de couche K porte une in-
formation moyenne spécifique aux zones très chaudes de la cible.
D
L’ U T I L I S AT I O N D E C I B L E S D E M A S S E S R É D U I T E S
Cette annexe présente les spécificités et les difficultés liées à l’utilisation des
cibles de masse réduite (RMT). Elles se différencient par un diamètre de 50µm qui
est petit comparé aux cibles infinies (IBL) dont le coté est de 500µm.
les spécificités
Lors de la première expérience, nous avons pu comparer l’utilisation de cibles
de masse réduite (RMT) et de cibles infinies (IBL).
Dans le chapitre 7 p.121, nous avons montré que les les spectres normalisés sont
similaires dans les deux cas. Les rapports de raies sont proches ce qui conduit à
une interprétation identique concernant les températures diagnostiquées.
En revanche, en utilisant la calibration du cristal et des IP utilisées dans le
spectromètre Von-Hamos, l’analyse a permis de mettre en évidence une grande
variabilité du flux émis par les cibles RMT. La figure D.1 montre la moyenne des
mesures obtenues pour les tirs IBL et RMT ainsi que la dispersion des résultats
tir à tir par la zone claire. On constate donc une grande variabilité tir à tir de ce
(a) Cible IBL 500× 500µm (b) Cible RMT φ = 50µm
Figure D.1 – (à 2ω) Comparaison en flux des tirs IBL (à gauche) et RMT (à droite) pour
la première expérience (janvier 2013).
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flux qui conduit à une émission jusqu’à ∼ 2, 5 fois plus importante par rapport
aux cibles IBL. L’utilisation de ces cibles IBL montre au contraire des résultats très
reproductibles par rapport aux cibles RMT.
L’émission plus forte obtenue avec des cibles RMT permet une utilisation plus
simple des diagnostics (en termes d’angle solide et de signal/bruit). Cela nous
a poussé à les utiliser lors de la deuxième expérience. Cette expérience a donc
permis de collecter des données complémentaires telles que la durée d’émission
et la localisation de l’interaction sur tir par l’intermédiaire de l’émission propre
mesurée sur l’imagerie mise en place pour l’ombroscopie.
observations complémentaires
Des durées d’émission mesurées légèrement plus longues que celles modélisées.
Les durées mesurées et utilisées dans ce travail de thèse sont obtenues lors
de tirs sur des cibles RMT. La figure D.2 représente la moyenne en rouge et la
dispersion des tirs en zone pâle. L’analyse, telle qu’effectuée dans ce manus-
crit, est comparable aux durées mesurées les plus courtes. Il semblerait qu’il soit
donc possible expérimentalement et sur certains tirs de mesurer des durées plus
longues. Notre analyse montre que lorsque la longueur de gradient en face avant
de la cible diminue, le chauffage et la durée d’émission augmentent.
Figure D.2 – Dispersion des mesures des durées d’émission de laHeβ et durées simulées
(ch. 9) : pour les longueurs de gradient 0, 38 (Tmaxe = 465 eV) et 0, 44 µm
(Tmaxe = 420 eV).
Expérimentalement, la durée la plus longue obtenue n’est pas mesurée pour le
tir le plus chaud. La figure D.3 montre le tir n°80 correspondant à la mesure la
plus longue obtenue. Le spectre correspondant ne montre pas de raie d’émission
Lyβ (à 2048 eV) et est restitué par l’utilisation de la longueur de gradient L =
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Figure D.3 – Spectre de couche K intégré en temps et en espace correspondant à la durée
d’émission la plus longue mesurée (en bleu) et sa restitution (chapitre 9)
avec une longueur de gradient de 0, 44 µm.
0, 44 µm correspondant à des températures atteintes de l’ordre de 420 eV après
l’interaction (ch. 9 p. 155).
En conséquence, bien qu’une légère variation du chauffage tir à tir existe, il
n’est pas possible d’expliquer les durées les plus longues par un chauffage plus
intense pour certains tirs. À température maximale fixée, une durée d’émission
plus longue suggère un refroidissement moins rapide pouvant provenir :
- soit de mécanismes de refroidissement moins efficaces que prévus par les
calculs (mais on s’attend à des mécanismes similaires pour les deux géométries
IBL et RMT)
- soit d’un dépôt d’énergie supplémentaire et non pris en compte qui s’oppo-
serait au refroidissement calculé.
Correspondance entre le dépointage et le flux d’émission.
Grâce à l’imagerie mise en place pour le diagnostic d’ombroscopie, nous pou-
vons imager sur certains tirs l’émission propre de la cible produite par l’inter-
action laser 2ω. Cette émission correspondrait au rayonnement diffusé par des
instabilités plasmas, probablement une instabilité à deux plasmons (à l’harmo-
nique 32 ) puisqu’une filtration autour de 3ω avait été installée. On suppose donc
que cette émission correspond à la zone d’interaction laser et permet de visuali-
ser le dépointage laser lors du tir, dans la dimension transverse, par rapport au
centre de la cible définie sur une image de référence avant le tir (figure D.4).
Nous avons associé l’augmentation du flux d’émission mesuré ainsi que l’aug-
mentation de la durée mesurée à un dépointage laser D.5. En effet, plus l’inter-
action a lieu proche du bord de la cible (dépointage de 25µm) plus la durée
mesurée est longue et le flux important.
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Figure D.4 – Imagerie du diagnostic d’ombroscopie. Le tir de référence permet de mar-
quer le centre de la cible (croix blanche), après le tir l’image représente
l’ombre du diagnostic d’ombroscopie mais également l’émission propre de
la cible correspondant à la zone d’interaction (croix noire).
Bien qu’il y ait également des variations de température tir à tir qui ont une
conséquence sur le flux, cela suggère un effet de bord lié aux dimensions réduites.
Pour explorer cet effet, nous avons réalisé deux simulations calder, permettant
de comparer l’interaction centrée ou décentrée sur une cible RMT.
(a) Durée d’émission mesurée pied-à-pied (à
Imax/10)
(b) Intensité mesurée à Eλ = 2000 eV
Figure D.5 – Tendances observées en fonction du dépointage par rapport au centre de la
cible.
l’utilisation de cibles de masses réduites 197
L’hypothèse d’un dépôt d’énergie plus long
Les simulations réalisées correspondent à une cible RMT, l’interaction se pro-
duisant sur l’axe y = 0 ou décentrée sur l’axe y = +12, 5 µm. La longueur de
gradient utilisée face avant est de 0, 44 µm.
Les simulations (fig. D.6) ne montrent pas de différence significative sur les
températures atteintes pendant la première picoseconde. Le chauffage dans les
premières picosecondes n’est donc pas très sensible au dépointage.
Si l’on regarde la fraction d’électrons chauds à la fin de l’interaction (fig. D.7),
on s’aperçoit pourtant que pour la simulation avec interaction décentrée, il y a
25% fois plus d’électrons chauds sur l’axe laser et jusqu’à 80% fois plus à +8µm
de l’axe laser. Ce surplus d’électrons chauds s’explique par le confinement géomé-
trique induit par le bord de la cible. La dilution des électrons chauds dans la cible
est alors défavorisée. Ce confinement géométrique sur des cibles de diamètre ré-
duit a été étudié par l’observation de conséquences diverses : sur l’émission Kα
(Baton et al., 2007 ; Myatt et al., 2007 ; Nishimura et al., 2011) et la production de
protons (Buffechoux et al., 2010 ; Kluge et al., 2010).
Il est délicat d’extrapoler le rôle de ces électrons sur le dépôt d’énergie et la
durée d’émission car ces phénomènes nécessitent une description sur des temps
plus longs. Cependant, si le dépôt d’énergie collisionnel est plus important dans
la zone chaude diagnostiquée, cela pourrait freiner le refroidissement et produire
des durées d’émission plus longues. Cette hypothèse ne peut pas être testée par
notre chaîne de calcul car la modélisation du refroidissement réalisée par le code
HR multi néglige la présence d’électrons chauds.
En conclusion, l’utilisation de cibles de masses réduites semble se heurter
à l’imprécision du pointage laser lors de nos expériences. Les effets de bords
semblent pouvoir jouer un rôle dans la dynamique du dépôt d’énergie et compli-
queraient dans ce cas la discussion.
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(a) laser centrée (b) laser décentrée
Figure D.6 – Simulation calder : température proche de la zone chauffée par courant de
retour a) tir centré b) tir dépointé de 12, 5 µm. Le contour correspond à la
zone chauffée au dessus de 200 eV .
(a) centrée (b) décentrée
Figure D.7 – Simulation calder : fraction d’électrons chauds a) tir centré b) tir dépointé
de 12, 5 µm. Le contour correspond à la zone chauffée au dessus de 200 eV .
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R É S U M É
Les propriétés radiatives de plasmas denses et chauds conditionnent de nombreux
phénomènes rencontrés dans les intérieurs stellaires et dans le cadre de la fusion par
confinement inertielle. Afin d’améliorer les modèles dans un régime à la fois proche du
solide (de l’ordre du g.cm−3) et de plusieurs centaines d’électron-Volts, des mesures en
laboratoire sont aujourd’hui nécessaires. L’étude menée dans cette thèse consiste en la
caractérisation de tels plasmas formés par interaction laser à ultra-haute intensité.
Dans le cas d’un plasma d’aluminium, les mesures expérimentales obtenues ont per-
mis de mettre en évidence le caractère complexe de l’interprétation d’un spectre d’émis-
sion de couche K habituellement utilisé pour estimer la densité et la température du
plasma. Pour restituer les résultats expérimentaux, une suite de simulations numériques
utilisant plusieurs codes (codes PIC CALDER, hydro-radiatif MULTI et de physique ato-
mique SPECT3D) a été menée. Ces simulations ont permis de conclure sur la nécessité de
prendre en compte de nombreux phénomènes physiques pour caractériser au mieux le
plasma : les conditions d’équilibre, la présence d’électrons chauds, l’évolution temporelle
rapide et les gradients spatiaux. Ces points sont abordés et discutés dans ce travail.
Ces études montrent que ce type d’expériences ouvre de vastes perspectives dans
l’étude des plasmas à très haute densité. Une bonne résolution temporelle et spatiale
est néanmoins nécessaire pour assurer une caractérisation précise de la densité et de la
température du plasma produit.
A B S T R A C T
In the fields of stellar interiors and inertial confinement fusion, determination of dense
and hot plasmas opacity is a major goal. Laboratory plasmas, close to both solid density
and hundreds of electron-volt temprature are needed to improve theoretical and numer-
ical models. This work is focused on the characterization of such plasmas formed by
ultra-high-intensity laser interaction with solid matter.
Experimental measurements on aluminium plasmas are presented. They highlight
the complexity arising in the interpretation of K-shell x-ray emission spectra, typically
used to infer the plasma density and temperature. To reproduce these experimental
results, simulations using 3 codes were carried out (PIC code - CALDER, radiation-
hydrodynamics code - MULTI and atomic population code - SPECT3D).
This work concludes on the need to account for many physical phenomena to fur-
ther characterize the plasma: non-LTE equilibrium, hot electrons, time evolution and
spatial gradients. All these issues are addressed and discussed. This kind of experiment
opens bright perspectives in the study of very-high-density plasmas. Good temporal and
spatial resolution is nevertheless necessary to ensure an accurate characterization of the
plasma density and temperature.
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